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3“Où donc est le chemin par lequel se distribue la lumière ?”
Job 38:24
4
5Ce travail de thèse n'aurait pa été possible san la participa-
tion et laccompagnement de beaucoŁup de personne que je soŁuhaite
remercier.
Bien sûr, je voŁudrai exprimer toŁute ma gratitude à Jérome Ti-
gnon, mon directeur de thèse, qui a su me diriger, évaluer me ef-
foŁrt, gérer me prise de position et me doŁute, me transmettre le
connaissance physique dont j'avai besoŁin et me faire profiter de
son expérience du milieu de la Recherche, toŁut cela avec bŁienveillance
et amitié. Je sui profondément reconnaissant à Philippe RoŁussi-
gnol, directeur de léquipe dont j'ai fait partie au sein du laboŁratoŁire
Pierre Aigrain, qui a supervŁisé me travaux du haut de toŁute son
expérience. Merci à Claude Delalande et Jean-Marc BerroŁir, direc-
teur successif du laboŁratoŁire Pierre Aigrain pendant que j'y ai été
accueilli.
Un grand merci à Christo Flytzani, dont le opinion ferme
m'ont appri à garder un oeil critique sur le résultat scientifique,
en particulier sur le mien bŁien sûr ! Merci aussi poŁur le di-
cussion captivante sur loptique non-linéaire, poŁur la bŁibliographie
abondante qui m'est venue de vo main, et merci également de m'avoŁir
guidé ver lI nstitut Pasteur, oŁù j'ai effectivement pu troŁuver un
post-doc qui me convŁient.
Je sui aussi trè reconnaissant à Carole Diederich, qui m'a ac-
cueilli au laboŁratoŁire aloŁr que j'étai en stage de licence en 2005,
pui en stage de master 2 en 2007, pendant qu'elle-même terminait
sa thèse sur le sujet que j'allai poŁursuivŁre. Ton travail de qualité
m'a donné une trè bonne impulsion poŁur démarrer cette thèse !
J'ai eu également le grand plaisir de travailler avec DavŁid Taj,
qui a rejoŁint le laboŁratoŁire comme post-doc, et a participé à une partie
de létude de polariton que je présente dan ce manuscrit. Merci
DavŁid poŁur ton enthoŁusiasme ! Je croŁi vŁraiment que c'est grâce à toŁi
que j'ai réalisé que je poŁuvai modéliser à la foŁi simplement et de
manière réaliste toŁut ce qui se passait dan no expérience. C'est
grâce à ce déclic que mon manuscrit contient soŁuvent de simulation
poŁur interpréter le résultat expérimentaux !
6Dan léquipe d' `` Optique cohérente et non-linéaire'', il me faut aussi
remercier le membŁre permanent que je n'ai pa déjà cité : Chri-
tophe VoŁisin (je n'oŁublierai pa qu'en tant qu'écrivain prolifique tu
m'avai promi de rédiger une préface poŁur mettre en valeur mon
manuscrit de thèse !) et Guillaume CassaboŁi, qui ont animé léquipe
avec dynamisme, et ont eu le coŁurage de noŁu accompagner réguliè-
rement poŁur déguster le met du ``PoŁt''...
Je soŁuhaite la plu grande réussite à Vincenzo Ardizzone dan la
poŁursuite de travaux sur loptique non-linéaire avec le polariton.
Ce quelque moŁi en ta compagnie ont été trè agréable, et je sui
certain que le polariton auront foŁrt à faire pendant ta thèse ! Merci
également à Marco Abbarchi, qui est arrivé comme post-doc quand je
débŁutai la rédaction de mon manuscrit de thèse, et qui a mi toŁut son
savoŁir-faire expérimental à loeuvŁre poŁur faire avancer le projet
sur le microcavŁité en compagnie de Vincenzo.
Je voŁudrai aussi laisser une trace de amitié que j'ai eu avec le
doctoŁrant de la R18 : Alice BertheloŁt, FloŁrian Iglésia, Dac Trung
Nguyen (mon voŁisin de bŁureau préféré !), Hai Son Nguyen (merci de
noŁu avoŁir fait décoŁuvŁrir le pâtisserie sucré-salé vŁietnamienne ! !),
Benjamin LangloŁi, FabŁien Vialla, Cyrielle Roquelet...
J'espère que je ne sui pa parti en étant `` en froŁid'' avec me
cryogéniste préféré, OlivŁier Andrieu et Thierry DesvŁigne ! Même
si je n'étai qu'un petit consommateur comparé à d'autre élément
du département, merci à voŁu de m'avoŁir foŁurni régulièrement le pré-
cieux liquide.
Merci aussi à DavŁid Darson, Philippe Pace et Anne Deni du
laboŁratoŁire d'électronique, poŁur leur aide dan le projet que j'ai
mené. Merci en particulier à DavŁid poŁur ton travail précieux sur
le phoŁtodiode ba-bŁruit et la caméra, travail qui m'a permi au
passage d'assoŁuvŁir mon goŁût personnel poŁur lélectronique et la
programmation !
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8Résumé :
Cette thèse est consacrée aux phénomènes paramétriques optiques dans les mi-
crocavités de semiconducteurs structurées. Les non-linéarités des excitons des puits
quantiques, associées au confinement optique, permettent d’observer des proces-
sus paramétriques sous excitation résonnante. Dans le régime d’oscillation, un couple
de faisceaux est généré, dont les corrélations d’intensité sont potentiellement quan-
tiques.
Dans les cavités planaires, les conditions d’oscillation (angle de pompage, cou-
plage fort) sont restrictives, et les corrélations sont limitées par le déséquilibre en
intensité des faisceaux produits.
Nous étudions deux approches de structuration pour lever ces restrictions. Dans
la première, des microcavités sont gravées en fils. Le confinement latéral fait appa-
raître une collection de modes. Nous montrons dans ces fils l’existence de l’oscilla-
tion paramétrique dégénérée en énergie et mesurons les corrélations d’intensité des
faisceaux générés. Les observations sont confrontées quantitativement à un modèle
de polaritons en interaction.
Dans la seconde approche, nous étudions des microcavités couplées. Les modes
sont délocalisés sur les multiples cavités. Nous présentons l’oscillation paramétrique
à basse température. Puis nous analysons un échantillon conçu pour la génération
paramétrique à température ambiante. L’étude spectrale valide un modèle de sys-
tème à 2 niveaux, utilisé pour prévoir les conditions d’observation du régime d’os-
cillation. Enfin, nous présentons une étude en polarisation de la génération para-
métrique. Nous mesurons, sur une large gamme de paramètres, le rapport des po-
tentiels d’interaction entre excitons qui conservent ou non la polarisation.
Mots clefs :
Microcavité Fils photoniques
Semiconducteur Oscillation paramétrique optique
Polariton Corrélations quantiques
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9Structured semiconductor microcavities for optical parametric generation
Abstract :
This work is devoted to optical parametric phenomena in structured semicon-
ductor microcavities. Non-linearities of the excitons in quantum wells, associated
with optical confinement, make parametric processes possible. In the oscillation re-
gime, a pair of beams is generated, whose intensity correlations are potentially of
quantum nature.
In planar cavities, the oscillation conditions are restrictive (pump at non-zero
angle, low temperatures for strong coupling), and the correlations are limited by the
beams intensity unbalance.
We study two approaches to structuring in order to lift these restrictions. In the
first approach, the microcavities are etched as wires. The lateral confinement pro-
duces a collection of modes. We show the existence of energy-degenerate parame-
tric oscillation in these wires. The polarization and power behaviors are studied and
validate a model of interacting polaritons. We measure the intensity correlations of
the generated beams, compared to a model of fluctuations.
In the second approach, we study coupled microcavities. Modes are delocalized
over the multiples cavities. We show parametric oscillation at low temperature. Then
we analyze a sample designed for parametric generation at room temperature. The
spectral study validates the model of a 2-level system, which is used to predict the
conditions to reach the regime of oscillation. Finally, we present a study of the po-
larization properties of the parametric generation. We measure over a wide range of
parameters the ratio of the interaction potentials that conserve and reverse polari-
zation between excitons.
Keywords :
Microcavities Photonic wires
Semiconductor Optical parametric oscillation
Polariton Quantum Correlations
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Introduction
Les dispositifs à base de semiconducteurs sont des produits de la physique de la
matière condensée qui appartiennent désormais à notre vie quotidienne. Les pro-
priétés électroniques des semiconducteurs ont révolutionné l’informatique et l’élec-
tronique. Leurs propriétés optiques ne sont pas en reste : les diodes électrolumines-
centes servent à l’affichage, les diodes laser sont utilisées dans les lecteurs optiques
et servent de sources de lumière pour les télécommunications par fibre optique, ac-
compagnées d’amplificateurs et de détecteurs eux-aussi à base de semiconducteurs.
L’effet laser a été observé pour la première fois dans le GaAs en 1962 [1], aux
températures cryogéniques, dans ce qui n’était pas encore une hétérostructure. À
peu près au même moment, les avancées dans les techniques de croissance des
semiconducteurs ont permis des réaliser des objets plus complexes par dépôts de
couches minces, d’abord par épitaxie en phase liquide, puis dans les années 70 par
épitaxie par jets moléculaires (MBE) et épitaxie en phase vapeur d’organo-métalliques
(MOCVD). Ainsi, en 1971[2], la première diode laser fonctionnant à température
ambiante en continu était une double-hétérostructure, résultat qui a été salué par
le prix Nobel de Physique 2000 attribué à ALFEROV et KROEMER. Depuis, les nano-
structures de semiconducteurs ont offert de nombreuses possibilités de contrôler
l’interaction lumière-matière.
Les microcavités de semiconducteurs sont des nanostructures planaires formées
par empilement de couches minces. Elles contiennent des puits quantiques, qui
confinent les porteurs dans un plan, placés à l’intérieur d’une cavité formée par
deux miroirs de Bragg qui confine le champ électromagnétique sur une échelle de
quelques λ[3]. Ces structures ont abouti à une nouvelle génération de lasers à se-
miconducteurs, dits “lasers à émission de surface à cavité verticale” (VCSEL), réa-
lisés pour la première fois en 1979[4] à basse température, puis à température am-
biante en 1989[5]. Ces lasers fonctionnent dans le régime de couplage faible, dans
lequel la transition excitonique du puits quantique est couplée perturbativement
à la lumière. En 1992, WEISBUCH et al. [6] ont observé pour la première fois le ré-
gime de couplage fort dans une microcavité. Les états-propres du système sont alors
des états mixtes exciton-photon, les polaritons de microcavité. Les recherches ont
d’abord permis d’étudier la dispersion en énergie des polaritons dont la très forte
courbure en centre de zone est exceptionnelle [7, 8], puis leurs processus de re-
laxation [9, 10]. Il existe par exemple un effet de bottleneck qui fait que les pola-
ritons s’accumulent au niveau du point d’inflexion de cette dispersion[11, 12]. Les
polaritons sont des bosons dans la limite de faible densité mais, à cause à l’inter-
action coulombienne entre leurs composantes excitoniques, ils sont soumis à des
processus non-linéaires. Associés à la forme caractéristique de la dispersion et aux
effets bosoniques, ces processus non-linéaires sont très riches. Sous excitation non-
résonante, une émission de type laser a été observée en régime de couplage fort[13],
16 Table des matières
puis la signature d’un condensat de polaritons a été mise en évidence[14].
En excitation résonante, c’est toute la richesse des phénomènes paramétriques
qui est accessible dans les microcavités. Parmi ces phénomènes, citons en particu-
lier l’oscillation paramétrique optique, qui est la base de sources accordables dans
des gammes de longueur d’onde non accessibles par les sources classiques, notam-
ment dans l’infrarouge moyen et lointain (3 à 100 µm). L’oscillation paramétrique
génère de façon cohérente une paire de faisceaux, signal et complémentaire, à des
énergies décalées par rapport à la pompe, à partir de l’interaction décrite par la sus-
ceptibilité non-linéaire χ(2) ou χ(3) (selon que l’on considère une non-linéarité du
deuxième ou du troisième ordre)[15, 16]. La conservation de l’énergie ainsi que la
condition dite d’accord de phase impose les fréquences des faisceaux générés. Les
oscillateurs paramétriques génèrent également des états purement quantiques du
champ électromagnétique : des états comprimés et des paires de photons jumeaux
ou intriqués[17, 18], qui sont caractérisés par un bruit de photon inférieur à la li-
mite quantique standard, sur certaines quadratures. Les paires de photons forte-
ment corrélés sont un des fondements de la cryptographie quantique[19, 20]. Elles
permettent aussi de réaliser des sources de photons uniques dits annoncés[20, 21].
Ces paires peuvent être préparées sous la forme d’un état intriqué EPR (Einstein-
Podolski-Rosen)[20]. Les sources paramétriques usuelles sont constituées de cris-
taux non-linéaires comme le niobate de lithium, insérés dans des cavités optiques
élaborées. Pour atteindre les longueurs d’interaction nécessaires à l’oscillation, il est
nécessaire d’assurer l’accord de phase entre les faisceaux générés et la pompe. On
recourt alors à des stratégies comme, par exemple, l’accord de phase par biréfrin-
gence[15] ou le quasi-accord de phase[16, 22]. La cavité optique peut être réson-
nante sur un, deux, ou trois des faisceaux impliqués, diminuant à chaque fois le
seuil d’oscillation. Dans de tels systèmes, une réduction du bruit de l’ordre de 90%
sous la limite quantique standard est accessible[23, 24].
Pour faciliter les avancées en information quantique, il est désirable d’avoir des
sources quantiques entièrement intégrées, ce vers quoi se sont dirigés plusieurs
groupes de recherche [25–27], notamment en cherchant à obtenir l’oscillation pa-
ramétrique dans des structures de semiconducteurs[28, 29]. Dans les microcavités,
une étape déterminante a été franchie quand SAVVIDIS et al. [30] et STEVENSON et al.
[31] ont observé l’amplification paramétrique et l’oscillation paramétrique. Ainsi,
lorsque le système est excité sur la branche de polariton basse à un angle non-
nul, désigné comme l’“angle magique” dans la littérature, les interactions paramé-
triques issus des forces coulombiennes entre excitons convertissent les polaritons
de pompe en polaritons “signal”, en bas de bande, et “complémentaire”, à grand
angle. Dans le processus, l’énergie et le vecteur d’onde dans le plan des couches
sont conservés. Les résultats ont été interprétés en termes d’amplification et d’os-
cillation paramétrique du troisième ordre (enχ(3)), triplement résonnante, selon des
modèles théoriques classiques[32] et quantiques[33, 34].
Dans les microcavités planaires, l’oscillation paramétrique n’est possible que
dans des conditions où les polaritons complémentaires ont une forte composante
excitonique, de sorte que les faisceaux sortants sont très déséquilibrés en intensité,
ce qui réduit leur capacité à être quantiquement corrélés. De plus, le pompage doit
être réalisé à un angle d’incidence non nul, ce qui limite les possibilités d’intégration
du dispositif. Enfin, l’échantillon doit être maintenu à une température cryogénique
pour préserver le couplage fort qui est indispensable à l’accord de phase. Dans cette
thèse, nous nous sommes intéressés à la structuration de microcavités, qui permet
d’obtenir l’oscillation dans une configuration où la pompe se trouve en incidence
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normale, où le couplage fort n’est plus une condition nécessaire, et où le signal et le
complémentaire sont équilibrés en intensité. Ce travail s’inscrit dans la continuité
de la mise en évidence de l’oscillation paramétrique interbranche dans des cavités
triples[35–37], dans des fils photoniques[38–40] et dans des micropiliers[41].
Nous étudions dans cette thèse deux approches de structuration des microcavi-
tés. Dans la première, des microcavités sont gravées en forme de fils. La gravure crée
un confinement latéral de la lumière, qui conduit à une quantification et à l’appari-
tion d’une collection de modes de polaritons[39]. Nous avons montré dans ces fils
photoniques l’existence de l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie. Nous
avons étudié les caractéristiques de cette émission, son comportement en polarisa-
tion et en puissance, que nous confrontons à un modèle de polaritons en interac-
tion. Nous avons également mesuré les spectres de bruit des faisceaux générés et
étudié les corrélations d’intensité en comparaison avec un modèle de fluctuations.
La seconde approche de structuration que nous étudions est le couplage de plu-
sieurs microcavités planaires empilées[36]. La transmission non-nulle du miroir in-
termédiaire permet l’apparition de modes délocalisés sur toute la structure. Nous
présentons une étude détaillée du comportement en polarisation de l’oscillation
paramétrique optique dégénérée en énergie dans ces systèmes. Enfin, nous présen-
tons l’analyse d’une microcavité couplée conçue pour la génération paramétrique
optique à température ambiante.
Tout d’abord, le chapitre 1 présente les phénomènes d’optique non-linéaire qui
ont lieu dans les microcavités. Nous présentons tout d’abord, dans un but péda-
gogique, le formalisme qui décrit les phénomènes paramétriques dans le cadre gé-
néral de la propagation d’un faisceau dans un milieu non-linéaire. Nous introdui-
sons ainsi des processus qui sont tous observés dans les microcavités : l’effet Kerr
optique, l’absorption non-linéaire, l’amplification et l’oscillation paramétrique. En-
suite, nous présentons les microcavités de semiconducteurs, en commençant par
la description des excitons dans les puits quantiques, puis en abordant le couplage
lumière-matière et les polaritons de microcavités. Nous préciserons l’état de l’art de
l’optique non-linéaire dans les microcavités. Enfin, nous présentons la probléma-
tique de la réduction du bruit quantique dans le cadre de faisceaux couplés dans un
milieu non-linéaire, ce qui introduit les possibilités de corrélations quantiques dans
les microcavités.
Le chapitre 2 est consacré à la description des techniques expérimentales utili-
sées lors de ce travail de thèse. On présentera notamment les montages optiques de
visualisation de l’émission des microcavités. Le montage permet de résoudre cette
émission angulairement, en l’observant dans le plan de Fourier d’une lentille. On
décrira également le montage de mesure du bruit de photons en insistant sur l’op-
timisation des détecteurs.
Le chapitre 3 présente l’étude détaillée de l’oscillation paramétrique dans les
fils photoniques. Nous analysons les propriétés spectrales de ces microcavités gra-
vées, en détaillant l’effet du confinement latéral sur les états propres de la structure.
Nous mettons ensuite en évidence l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie.
Nous vérifions son comportement spectral qui atteste de l’accord de phase entre les
faisceaux. Nous étudions le comportement en puissance du phénomène et la varia-
tion du seuil d’oscillation en fonction de désaccord polariton-exciton. Ces résultats
sont confrontés à un modèle de polaritons en interaction, analogue au modèle des
ondes couplées présenté dans le chapitre 1, adapté à la situation du couplage fort.
Enfin, nous présentons les mesures de bruit de photon sur les faisceaux générés,
qui présentent une forte corrélation classique et un important excès de bruit sur la
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différence des intensités. Ces résultats sont comparés au modèle de polaritons en
interaction, étendu pour l’étude des fluctuations.
Le chapitre 4 étudie l’existence de l’oscillation paramétrique dans une microca-
vité multiple à basse température, puis à température ambiante. À basse tempéra-
ture, nous observons le phénomène d’oscillation paramétrique dégénéré en éner-
gie, puis nous démontrons par des mesures de corrélations qu’il s’agit bien d’une
diffusion paramétrique. La suite du chapitre est consacrée à l’oscillation à tempéra-
ture ambiante. Un échantillon prototype de microcavité double nous permet d’étu-
dier les propriétés spectrales de la structure, et en particulier le comportement non-
linéaire de l’exciton. À partir de ces mesures, nous modélisons la non-linéarité de
l’exciton en nous appuyant sur un modèle de système à deux niveaux, qui nous per-
mettra d’interpréter ensuite les mesures réalisées en excitation résonnante. Enfin,
à la lumière de ce modèle, nous examinerons les conditions nécessaires à l’obser-
vation du régime d’oscillation paramétrique à température ambiante, et nous nous
efforcerons de prévoir les caractéristiques de l’échantillon qui permettra de les at-
teindre.
Enfin, le chapitre 5 détaille l’amplification paramétrique résolue en polarisation
dans une microcavité planaire triple. Les mesures de l’efficacité de la diffusion pa-
ramétrique nous permettent d’évaluer le rapport des potentiels d’interaction V1 et
V2 entre polaritons de polarisations circulaires identiques ou opposées, respecti-
vement. Nous présentons les caractéristiques structurelles et spectrales de la mi-
crocavité triple utilisée, puis les propriétés de la diffusion paramétrique observée
dans une configuration pompe-sonde dégénérée en énergie. Nous nous concen-
trons finalement sur le comportement de l’intensité du faisceau complémentaire.
Un modèle de polaritons en interaction dans une configuration pompe-sonde per-
met d’interpréter les mesures résolues en polarisation et finalement d’évaluer le rap-
port V2/V1 sur une large gamme de désaccords polariton-exciton.
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Chapitre 1
Optique non-linéaire en
microcavité
Les phénomènes non-linéaires résonnants que l’on observe dans les microcavi-
tés de semiconducteurs sont très riches. Dans un but pédagogique et pour fixer un
certain nombre de notations, nous introduirons ici progressivement les concepts
qui permettent de comprendre les effet qui peuvent être observés dans les microca-
vités, en nous efforçant d’utiliser les modèles les plus simples possibles. Nous décri-
rons d’abord d’une manière générale les phénomènes paramétriques, en adoptant
une approche classique. On retrouvera l’empreinte de ces résultats dans les mo-
dèles d’optique non-linéaire en microcavité qui suivront dans ce manuscrit. Puis
nous ferons le lien avec le puits quantique, élément constitutif de la microcavité,
en tant que milieu non-linéaire. Par la suite, nous présenterons le deuxième élé-
ment de la microcavité, le résonateur formé de miroirs de Bragg. Enfin, on abor-
dera quelques éléments clés de la théorie des fluctuations du champ électromagné-
tique, qui ont fait l’objet d’études expérimentales approfondies pendant cette thèse,
et sont le point de départ de plusieurs applications potentielles.
1.1 Traitement classique de la propagation dans les mi-
lieux non-linéaires
Comme nous le verrons par la suite, la microcavité est tout à fait l’analogue na-
nostructuré d’un objet d’optique non-linéaire usuel, l’oscillateur paramétrique op-
tique (OPO). L’OPO est composé d’un milieu non-linéaire placé à l’intérieur d’un
résonateur optique. L’étude de la propagation des ondes électromagnétiques dans
ce système aboutit à des phénomènes non-linéaires dont les applications sont tout
à fait pratiques : l’OPO une source de lumière accordable [1], qui peut produire
des faisceaux comprimés [2, 3]. Dans cette première partie, on abordera ces phéno-
mènes de façon classique et en raisonnant à partir des valeurs moyennes, la ques-
tion des fluctuations sera abordée dans la partie 1.6.
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1.1.1 Polarisation non-linéaire
Les équations de Maxwell dans un milieu matériel sans courant aboutissent à
l’équation de propagation du champ électrique ~E [1, 4] :
∆~E −~∇(~∇·~E)− 1
c2
∂2~E
∂t 2
= 1
²0c2
∂2~P
∂t 2
(1.1)
Connaître la relation entre ~E et la polarisation ~P du milieu permet de résoudre
cette équation de propagation. En se plaçant dans la situation où le champ appliqué
est petit devant les champs caractéristiques dans le milieu, par exemple les champs
interatomiques dans un mileu solide, on peut alors faire un développement de la
polarisation P :
~P (~r , t )= ~P (1)(~r , t )+~P (2)(~r , t )+~P (3)(~r , t )+ . . . (1.2)
Chaque composante ~P (n) est une fonction d’ordre n par rapport au champ ~E ,
locale, mais éventuellement non-instantanée et tensorielle. En passant à la trans-
formée de Fourier, ces polarisations s’écrivent :
~P (n)(~r ,ω)= ²0χ(n)(~r ,ω;ω1, . . . ,ωn)⊗~E1(~r ,ω1) . . .~En(~r ,ωn) (1.3)
où χ(n)(~r ,ω;ω1, . . . ,ωn) est le tenseur de susceptibilité d’ordre n.
Plusieurs approches permettent de déterminer l’expression des éléments de ce
tenseur. Par exemple, on peut modéliser le milieu par un ensemble de N systèmes
quantiques à n niveaux d’énergies, couplé à un réservoir introduisant la relaxation.
Dans ce modèle, on peut expliciter les équations d’évolution de la matrice densité
ρ ainsi que l’expression du moment dipolaire µ d’un système. On remonte alors à
la polarisation non-linéaire du milieu en sachant qu’elle est définie comme étant le
moment dipolaire moyen, par unité de volume. Dans la suite, on abordera le cas du
système à deux niveaux.
1.1.2 Polarisation du système à deux niveaux
Un exemple simple de milieu non-linéaire est le système à deux niveaux [5].
Dans le contexte de cette thèse, la phénoménologie de la saturation du système à
deux niveaux nous permet de comprendre les effets de saturation du puits quan-
tique, et nous utiliserons ces résultats notamment au chapitre 4 qui traitera du com-
portement de la microcavité à température ambiante.
Notons a et b les niveaux du système, et supposons qu’il est soumis à un champ
~E permanent, monochromatique, de pulsationω, comme l’illustre la figure 1.1. Dans
ce cas, les équations d’évolution de la matrice densité ρ permettent d’écrire la sus-
ceptibilité totale (incluant tous les ordres) [5] :
χ(ω,E)=− α0
4pi
ωba
c
∆− i
1+∆2+ |E |
2
|E 0S |2
(1.4)
Ici α0 correspond au coefficient d’absorption linéaire à la résonance, ωba est la
fréquence de transition du système, E 0S est le champ de saturation à la résonance.
On a noté ∆ = ω−ωba
Γba
, où Γba est le taux de relaxation de la population de l’état
b. ∆ s’interprète comme le désaccord entre le champ et la résonance du système,
normalisé par le taux de relaxation des cohérences.
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Γba
ω
b
a
FIGURE 1.1 – Excitation quasi-résonante d’un système à 2 niveaux, et processus de
relaxation.
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FIGURE 1.2 – Parties réelles et imaginaires de χ pour un système à 2 niveaux, en
fonction du désaccord ∆, en unité de
α0
4pi
ωba
c
, et pour plusieurs valeurs de |E |.
La figure 1.2 illustre l’allure de χ. Ainsi, quelle que soit l’intensité du champ ap-
pliqué sur le système, la partie réelle de χ a une forme dispersive standard, tandis
que sa partie imaginaire, qui donne l’absorption, a une allure lorentzienne. Quand
l’intensité |E |2 augmente, les formes spectrales s’élargissent, et l’absorption dimi-
nue, ce qui correspond à la saturation de la transition entre les deux niveaux. On
en déduit au passage une signification du champ de saturation E 0S : l’absorption du
système excité à la résonance par un champ d’amplitude E 0S est la moitié de l’ab-
sorption à champ très faible.
À partir de l’expression de la susceptibilitéχ totale, il est facile de calculer chaque
ordre de susceptibilité non-linéaire en développant selon les puissances du champ
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E . Par exemple, la susceptibilité linéaire vaut :
χ(1)(ω)=− α0
4pi
ωba
c
∆− i
1+∆2 (1.5)
Aux ordres supérieurs, on note que seules les susceptibilités d’ordres impairs du
système à deux niveaux sont non-nulles, et par exemple la susceptibilité du troi-
sième ordre vaut :
χ(3)(ω)= α0
12pi
ωba
c
∆− i(
1+∆2)2 1|E 0S |2 (1.6)
Enfin, notons qu’on peut intégrer tous les termes d’ordres supérieurs à 3 dans
un χ(3) “effectif” [6], qui lui-même sature, ce qui est expérimentalement significatif :
χ(3)eff (ω,E)=
α0
12pi
ωba
c
∆− i
1+∆2
1
|E 0S |2
1
1+∆2+ |E |
2
|E 0S |2
(1.7)
Notons que les formules précédentes pour la susceptibilité ne s’appliquent pas
au cas où plusieurs champs de fréquences différentes sont incidents au système à
deux niveaux [5]. Un nouveau calcul à partir des équations d’évolution de la matrice
densité permet d’obtenir les susceptibilités, qui présentent des résonances supplé-
mentaires correspondant aux “états habillés” du système à deux niveaux. On peut
par contre se servir des susceptibilités établies ici dans le cas d’un mélange dégé-
néré, c’est-à-dire si le champ incident est une superposition de plusieurs ondes de
même fréquence.
1.1.3 Applications au second ordre, χ(2)
Évoquons quelques phénomènes apparaissant dans les milieux qui peuvent être
décrits par une susceptibilité d’ordre 2. Ceci permettra d’introduire dans un cadre
clair les concepts d’amplification paramétrique et d’oscillation paramétrique, ainsi
que l’accord de phase. Dans la partie suivante, on réutilisera et étendra ces résultats
pour aborder le cas du troisième ordre qui correspond aux effets observés dans cette
thèse.
Notons que, pour des raisons de symmétrie, tous les milieux centro-symétriques
présentent un χ(2) nul [1]. Pour ce qui est des semiconducteurs massifs, la structure
cristalline permet de déduire l’existence ou non d’un χ(2). Par exemple, la plupart
des cristaux III-V, comme Ga, Al ou In composés avec P, As ou Sb, adoptent la struc-
ture de la blende, et à ce titre ne sont pas centro-symétriques et possèdent donc un
χ(2) non nul. D’autres cristaux III-V, comme GaN, ou II-VI, comme ZnO ou CdSe,
sont de structure wurtzite, ne possèdent pas non plus de centre d’inversion et ont
donc un χ(2) non nul [7]. Par exemple, un puits quantique symétrique, comme ceux
que nous décrirons dans la section suivante, a unχ(2) nul (reste leχ(2)du cristal sous-
jacent). Nous présentons néanmoins les processus en χ(2) en guise d’introduction.
Doublage de fréquence et notion d’accord de phase Considérons un champ E
(scalaire) de fréquence ω se propageant dans le cristal décrit par une susceptibilité
d’ordre 2. Le champ E s’écrit E(z, t )= E(z)cos(ωt ). En notation complexe : E(z, t )=
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E +E ∗
2
avec E (z, t ) = E (z)e iωt . La polarisation (scalaire) au second ordre s’écrit [1,
4] :
P (2) = ²0χ(2)
(
E +E ∗
2
)2
(1.8)
= ²0χ
(2)
4
(E 2+E ∗2+2EE ∗) (1.9)
Les deux premiers termes correspondent à une polarisation oscillant à 2ω : c’est
le doublage de fréquence, ou encore la génération de seconde harmonique (figure
1.3). Le dernier terme est statique, c’est le redressement optique. Gardons unique-
ment le premier terme, et définissons encore l’enveloppe lentement variable A (z)
par E (z)=A (z)e i kz . La polarisation complexe s’écrit alors :
P (2) = ²0χ
(2)
2
E 2 = ²0χ
(2)
2
A (z)2e2i kz (1.10)
ω
ω
2ω
χ(2)
FIGURE 1.3 – Schéma de principe de l’effet de doublage de fréquence.
Cette polarisation entraîne l’apparition d’un champ oscillant à ω2 = 2ω, dont
l’enveloppe sera notéeA2(z). Ce champ vérifie l’équation de propagation, qui s’écrit
après simplifications (on note n2 l’indice de réfraction à la fréquence ω2) :
dA2
d z
= iω2χ
(2)
4n2c
A (z)2e i (2k−k2)z (1.11)
Supposons de plus que les phénomènes non-linéaires sont suffisamment faibles
et qu’il n’y a pas d’absorption pour considérer que le champ incident est constant
dans le milieu :A (z)=A (0). On peut alors résoudre l’équation de propagation :
A2(z)= i iω2χ
(2)
4n2c
A 2
e i (2k−k2)z −1
i (2k−k2)
(1.12)
On en déduit l’intensité de la seconde harmonique :
I2(z)∝|A2(z)|2 =
ω22|χ(2)|2
(4n2c)2
|A |4 4sin((2k−k2)z/2)
2
(2k−k2)2
(1.13)
On note que l’intensité de la seconde harmonique varie simplement comme
|χ(2)|2. En fonction de la distance de propagation z par contre, cette intensité est
périodique dès que ∆k = 2k−k2 est non-nul. C’est ce qu’on appelle le problème de
l’accord de phase. La demi-période de cette variation est appelée longueur de cohé-
rence et vaut LC = pi∆k . Au-delà de cette longueur, l’intensité I2(z) cesse d’augmenter
parce que le champ créé localement interfère destructivement avec le champ qui
a été créé plus tôt. ∆k provient typiquement de la dispersion de l’indice de réfrac-
tion. Ce n’est qu’en s’affranchissant de ce problème qu’on peut rendre la production
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de seconde harmonique efficace. Quand l’accord de phase est réalisé (par exemple
grâce à l’accord de phase par biréfringence), on a∆k = 0 et l’expression de l’intensité
devient 1 :
I2(z)∝
ω22|χ(2)|2
(4n2c)2
|A |4z2 (1.14)
En résumé, le doublage de fréquence (et le redressement optique) apparait dès
qu’un faisceau se propage dans un milieu en χ(2). Le phénomène se produit avec
efficacité quand la condition d’accord de phase est réalisée.
Différence de fréquences et amplification paramétrique Examinons le cas où deux
faisceaux de fréquences ω1 et ω2 se propagent dans le cristal. En plus des phéno-
mènes précédents (doublage et redressement), la non-linéarité en χ(2) va créer deux
composantes de polarisation non-linéaire, dont les fréquences seront respective-
ment la différenceω3 =ω1−ω2 et la sommeω4 =ω1+ω2. Si par ailleurs la condition
d’accord de phase est réalisée pour la différence uniquement (∆k = k1−k2−k3 pe-
tit devant l’inverse de la longueur d’interaction), on peut traiter le problème en ne
considérant que les trois champs E1, E2 et E3 et leurs combinaisons qui respectent
l’accord de phase (figure 1.4). Ainsi, la polarisation d’ordre 2 s’écrit :
P (2) = ²0χ(2)
(
E1+E ∗1 +E2+E ∗2 +E3+E ∗3
2
)2
(1.15)
= ²0χ
(2)
4
(E1E
∗
2 +E1E ∗3 +E2E3)+ c.c. (1.16)
ω1
ω2
ω2
ω2−ω1
χ(2)
ω1
FIGURE 1.4 – Schéma de principe de l’effet de différence de fréquences
Dans ce cas, les équations de propagation pour les trois fonctions enveloppes
A1,A2 etA3 forment un système couplé qu’on peut écrire sous la forme suivante :
dα1
d z
= iξα2α3e−i∆kz (1.17a)
dα2
d z
= iξα1α∗3 e i∆kz (1.17b)
dα3
d z
= iξα1α∗2 e i∆kz (1.17c)
avec αi (z)=
√
ni c²0
2~ωi
Ai (z) et ξ=χ(2)
√
~ω1ω2ω3
2²0c3n1n2n3
.
À ce stade, on peut montrer simplement à partir des équations précédentes que
les flux de photons et la puissance totale sont conservés :
d |α2|2
d z
= d |α3|
2
d z
=−d |α1|
2
d z
1. Cette expression n’est valable que pour des distances z petites devant une longueur effective Leff ,
qui apparaît quand on tient compte de la possibilité pour l’onde à la fréquenceω2 de régénérer l’onde de
fréquence ω1, par le processus de différence de fréquences.
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et
d
d z
(~ω1|α1|2+~ω2|α2|2+~ω3|α3|2)= 0. Ceci est essentiel pour interpréter le phé-
nomène : la puissance totale se conserve, donc la non-linéarité n’a pour effet que de
transférer de l’énergie entre les faisceaux. Plus précisément, en terme de photons,
le processus correspond à la destruction d’un photon de fréquence ω1 et à la créa-
tion d’une paire de photons aux fréquences ω2 et ω3. Cette description en termes
de production de paires de photons se retrouve jusque dans l’expression des fluc-
tuations des intensités et elle est à la base du concept de corrélations quantiques,
qui nous motive pour réaliser une source paramétrique en microcavités et que nous
approfondirons dans la partie 1.6.
Dans le cas particulier où l’accord de phase est parfaitement réalisé (∆k = 0) et
si on suppose que le faisceau de fréquence ω1 est constant, parce que beaucoup
plus puissant que les deux autres faisceaux (on les appelle alors respectivement
pompe, signal et complémentaire), les équations pour le signal et le complémen-
taire forment un système simple (avec g = iξα1) :
dα2
d z
= gα∗3 (1.18a)
dα3
d z
= gα∗2 (1.18b)
Si enfin α3(0)= 0, ce qui correspond à la situation où on envoie simplement une
pompe et un signal sur le cristal, ce système admet les solutions suivantes :
α2(z)=α2(0)cosh(g z) (1.19a)
α3(z)=α∗2 (0)sinh(g z) (1.19b)
Ainsi le faisceau signal se voit amplifié, son intensité variant comme |cosh(g z)|2
avec la distance z, c’est ce qu’on appelle l’amplification paramétrique. Un faisceau
complémentaire est par ailleurs créé, sa fréquence est la différence entre celles de la
pompe et du signal. 2
Avec un résonateur : Oscillation paramétrique Il est apparu ci-dessus que le mi-
lieu en χ(2) pompé par une onde de fréquence ω1 se comporte comme un milieu à
gain pour les ondes de fréquencesω2 etω3. Par analogie avec l’effet laser, on s’attend
donc à observer un phénomène d’oscillation quand ce système est placé à l’intérieur
d’un résonateur optique accordé sur ω2 et/ou ω3. Il s’agit de l’oscillation paramé-
trique optique (OPO).
Illustrons le comportement d’un tel oscillateur composé d’un milieu en χ(2) de
taille L placé dans un résonateur en anneau 3, accordé sur les fréquences ω2 et ω3
(figure 1.5). Un OPO de ce type est dit doublement résonnant. L’oscillation apparaît
quand le gain lors d’un passage dans le cristal compense les pertes lors d’un tour
dans le résonateur. Ceci équivaut aux équations suivantes :
α2(L)r2e
iφ2 =α2(0) (1.20a)
α3(L)r3e
iφ3 =α3(0) (1.20b)
2. Ces expressions deα2(z) etα3(z) semblent indiquer qu’il n’y a plus autant de photons créés dans le
signal et le complémentaire, mais ce n’est qu’un artefact de la simplification que l’on a fait en supposant
α1(z) constant.
3. Contrairement à une cavité planaire, un résonateur en anneau ne permet la circulation du champ
que dans une direction seulement, ce qui permet de négliger les réflexions aux interfaces, et donc de
simplifier considérablement le modèle
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où r2,3 et φ2,3 désignent respectivement les coefficients de réflexion en ampli-
tude du résonateur et la phase accumulée à cause de la propagation dans la cavité.
α2 et α3 évoluent dans le cristal selon les équations 1.19a et 1.19b.
ω1 ω2, ω3
χ(2)
R,T
FIGURE 1.5 – Oscillateur paramétrique optique construit à partir d’un cristal en χ(2)
inséré dans un résonateur accordé sur les fréquences ω2 et ω3.
Cette condition d’oscillation peut être explicitée dans la situation suivante : Sup-
posons comme dans le paragraphe précédent que la condition d’accord de phase est
réalisée (∆k = 0) et que la pompe est d’amplitude constante. Si le gain paramétrique
ξ présenté dans le paragraphe précédent est faible, on peut linéariser l’évolution
spatiale des champs : αi (z)=αi ( L
2
)+ (z− L
2
)
dαi
d z
=αi ( L
2
)+ (z− L
2
)gα∗j ; si la réflec-
tivité du résonateur est grande, on peut écrire ri = 1− Ti
2
où Ti est le coefficient
de transmission en intensité du résonateur ; enfin, si la cavité est proche de la ré-
sonance, le déphasage se réécrit e iφi ≈ 1+ iδi où δi est appelé désaccord et est petit
devant 1. Supposons finalement que les transmissions sont identiques pour le signal
et le complémentaire : T2 = T3 = T . Alors, le système {1.20a, 1.20b} a des solutions
non-nulles dès que δ2 = δ3 = δ et que :
|ξ|2L2 ∣∣α1,seuil∣∣2 = 4δ2+T 2 (1.21)
Ceci definit le seuil d’oscillation, c’est-à-dire l’intensité de pompe au-delà de la-
quelle le système produit spontanément des champs α2 et α3 non-nuls. Ici, cette
intensité vaut I1,seuil =
∣∣A1,seuil∣∣2 = 2~ω1n1c²0 δ
2+T 2/4
ξ2L2
Ainsi, le seuil d’oscillation résulte clairement un compromis entre le gain, décrit
par ξL, et les pertes, décrites par T . Le seuil optimal est par ailleurs atteint quand
le désaccord du résonateur pour le signal et le complémentaire est nul, c’est-à-dire
quand le résonateur est parfaitement accordé avec chacun des deux faisceaux. Si
le résonateur permet à plusieurs couples de signal/complémentaire d’apparaître,
c’est le couple pour lequel δ est le plus petit qui oscillera le premier. Cette dernière
remarque est importante dans le contexte de cette thèse, puisque dans les micro-
cavités planaires couplées (chapitres 4 et 5), le résonateur présente une symétrie de
révolution de sorte qu’une infinité de couples signal/complémentaire au même δ
sont candidats à l’oscillation. Le couple dont le rapport gain/pertes est le plus favo-
rable est sélectionné pour l’oscillation.
Le résonateur peut également être résonant pour la pompe, on parle alors d’OPO
triplement résonant. Dans ce cas, l’intensité |α1|2 de la pompe dans la cavité est
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égale, au premier ordre, à l’intensité
∣∣αin1 ∣∣2 incidente (hors de la cavité) multipliée
par
4
T1
. Le seuil de l’OPO triplement résonant est donc abaissé d’un facteur
T1
4
par
rapport à l’OPO doublement résonnant. Ceci est important, puisque dans les micro-
cavités telles que nous les étudions dans cette thèse, l’oscillation est effectivement
triplement résonnante.
1.1.4 Applications au troisième ordre, χ(3)
Intéressons-nous maintenant aux phénomènes dus à la susceptibilité d’ordre
immédiatement supérieure, le χ(3). On y trouve des variantes des phénomènes du
deuxième ordre, mais avec une onde supplémentaire : somme de 3 fréquences et gé-
nération de troisième harmonique, différences de 3 fréquences, etc. En particulier,
on retrouve aussi l’analogue de l’amplification paramétrique et de l’oscillateur pa-
ramétrique présentés ci-dessus, avec une phénoménologie augmentée de quelques
propriétés supplémentaires. Le χ(3) correspond à la non-linéarité du puits quan-
tique qui nous concerne directement dans cette thèse ; les effets présentés ici sont
directement visibles dans les microcavités.
Comparaison avec le χ(2) Notons immédiatement une différence importante avec
le cas du χ(2). Dans un milieu en χ(2) traversé par un seul faisceau incident, la po-
larisation non-linéaire n’a pas de composante à la fréquence du faisceau incident
(à moins de considérer des cascades d’effets en χ(2)). Par contre, dans un milieu
décrit par un χ(3), la polarisation non-linéaire a directement une composante à la
fréquence du faisceau incident. Nous présenterons d’ailleurs pour commencer ces
effets sur un seul faisceau, que sont l’effet Kerr et l’absorption non-linéaire.
De plus, la plupart des combinaisons de faisceaux que nous évoquerons ici peuvent
être réalisées avec des ondes de fréquences très proches, voire identiques. Alors la
dispersion d’indice devient négligeable ou inexistante, et le problème de l’accord de
phase ∆
−→
k se résume au problème géométrique de la superposition d’ondes qui ont
des directions de propagation différentes. Ceci signifie que, dans le cas où les fais-
ceaux en jeu sont (quasi-)colinéaires, les non-linéarités en χ(3) peuvent être accu-
mulées sur des milieux de grande taille. Par exemple, l’observation de phénomènes
efficaces dans des milieux pourtant faiblement non-linéaires est possible si les fais-
ceaux se propagent (quasi-)colinéairement sur de longues distances, comme dans
des fibres optiques [8, 9].
Ce genre de processus où les faisceaux impliqués ont des fréquences voisines
présentent néanmoins un inconvénient majeur : il est difficile de filtrer spectrale-
ment la pompe des autres faisceaux, dont la diffusion risque donc de polluer les
mesures réalisées sur ces faisceaux. Cet problème devient critique quand il s’agit de
faire des mesures sur des faiscaux de faibles intensités, voire en régime de comptage
de photons. Cette remarque est importante pour notre étude des microcavités, où
nous mesurerons souvent des signaux faibles. Il faudra toujours faire un effort parti-
culier pour éviter ou tenir compte des contributions parasites aux mêmes énergies,
en filtrant spatialement ou angulairement.
Effet Kerr et absorption non-linéaire Considérons l’effet du χ(3) sur un seul fais-
ceau incident au milieu. Nous introduirons ainsi l’effet Kerr et l’absorption non-
linéaire, tous les deux présents dans nos études sur les microcavités. La polarisation
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non-linéaire s’écrit :
P (3) = ²0χ(3)E 3 (1.22)
= ²0χ
(3)
8
(E 3+E ∗3+3E ∗E 2+3E ∗2E ) (1.23)
Gardons uniquement les termes de même phase que le faisceau incident, qui
produisent des effets directement sur ce faisceau :
P (3) = ²0χ
(3)
8
(3E ∗E 2+3E ∗2E ) (1.24)
= 3²0χ
(3)
4
|E |2E (1.25)
Avec cette polarisation, la fonction enveloppeA obéit à l’équation de propaga-
tion suivante :
dA
d z
= 3iωχ
(3)
8nc
|A (z)|2A (z) (1.26)
L’équation sur le module carré deA (z) se résout facilement :
d |A |2
d z
=A ∗ dA
d z
+ dA
∗
d z
A (1.27)
= −3ω
4nc
ℑ(χ(3))|A (z)|4 (1.28)
Cette équation décrit le phénomène d’absorption non-linéaire, qui provient de
la partie imaginaire du χ(3). Le taux d’absorption non-linéaire est ici proportion-
nel au carré de l’intensité plutôt qu’à l’intensité seule. L’effet dépend du signe de
ℑ(χ(3)) : si ℑ(χ(3)) > 0 alors le phénomène est appelé absorption à 2 photons ; si au
contraireℑ(χ(3))< 0, ce qui est le cas dans le système à 2 niveaux étudié plus haut, la
non-linéarité décrit alors la saturation de l’absorption. Dans les microcavités, l’ab-
sorption sature effectivement, et ceci sera essentiel dans le chapitre 4. L’équation sur
l’enveloppe se résout ainsi :
|A (z)|2 = |A (0)|
2
1+ 3ω
4nc
ℑ(χ(3))|A (0)|2z
(1.29)
Définissons maintenant la phase de l’enveloppe A : A (z) = |A (z)|e iΦ(3)(z). En
repartant de l’équation de propagation 1.26, on montre aisément que cette phase
vérifie :
dΦ(3)
d z
= 3ω
8nc
ℜ(χ(3))|A (z)|2 (1.30)
Ainsi, contrairement à la phase linéaire dont l’augmentation est constante et
définie par l’indice de refraction du matériau (
dΦ(1)
d z
= n
(0)ω
c
), la variation de la
phase non-linéaire est proportionnelle à l’intensité, c’est l’effet Kerr optique. On peut
d’ailleurs définir un indice non-linéaire du matériau : n(2) = 3ℜ(χ
(3))
8n(0)
. Dans ce cas,
tout se passe comme si l’indice de refraction du milieu était maintenant n(I ) =
n(0)+n(2)I . Cet effet a plusieurs conséquences, parmi lesquelles on peut citer l’au-
tofocalisation quand le faisceau incident est d’extension finie. Le changement d’in-
dice décale l’énergie de résonance d’une cavité dans laquelle est placée le milieu
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non-linéaire. Nous détaillerons ceci quelques lignes plus bas, puisque c’est ce qui se
passe dans les microcavités.
Ainsi, la partie imaginaire de χ(3) conduit à l’absorption non-linéaire, tandis que
la partie réelle conduit à un déphasage non-linéaire, l’effet Kerr optique.
Deux faisceaux : Effet Kerr croisé et absorption croisée Considérons maintenant
la situation où deux faisceaux sont incidents sur le milieu, un faisceau pompe et
un faisceau signal, et examinons comment les faisceaux agissent l’un sur l’autre. La
polarisation non-linéaire s’écrit :
P (3) = ²0χ
(3)
8
(Ep +E ∗p +Es +E ∗s )3 (1.31)
Parmi tous les termes de cette expression, on trouve entre autres l’apparition
d’un complémentaire à partir de E ∗p EpE ∗s . Nous le détaillerons au prochain para-
graphe. Supposons pour le moment que ce faisceau ne peut pas se propager, et
intéressons-nous aux effets de cette polarisation non-linéaire sur le faisceau signal
lui-même. En ne gardant que les termes qui se propagent comme le signal, on ob-
tient :
P (3) = ²0χ
(3)
4
(6|Ep |2+3|Es |2)Es (1.32)
Cette polarisation non-linéaire amène au système de deux équations de propa-
gation :
dAs
d z
= iωχ
(3)
8nc
(6|Ap (z)|2+3|As (z)|2)As (z) (1.33a)
dAp
d z
= iωχ
(3)
8nc
(6|As (z)|2+3|Ap (z)|2)Ap (z) (1.33b)
Ainsi les faisceaux pompe et signal agissent l’un sur l’autre, influençant recipro-
quement leur intensité et leur phase. On peut montrer, de façon similaire à ce qui a
été présenté dans le paragraphe précédent, que l’enveloppe As (z) = |As (z)|e iΦ
(3)
s (z)
vérifie les équations suivantes :
d |As |2
d z
= −ωℑ(χ
(3))
4nc
(6|Ap (z)|2+3|As (z)|2)|As (z)|2 (1.34a)
dΦ(3)s
d z
= ωℜ(χ
(3))
8nc
(6|Ap (z)|2+3|As (z)|2) (1.34b)
Ces deux équations décrivent l’effet du signal sur lui-même, exactement comme
dans le paragraphe précédent, ainsi que l’effet de la pompe sur le signal, qui se dé-
compose de façon analogue en deux parties : la partie réelle de χ(3) conduit à un
déphasage du signal proportionnel à l’intensité de la pompe, on l’appelle effet Kerr
croisé. La partie imaginaire de χ(3) conduit à un coefficient d’absorption proportion-
nel à l’intensité de la pompe. Selon le signe de ℑ(χ(3)), il s’agit donc d’une absorp-
tion à 2 photons croisée où un photon pompe et un photon signal sont absorbés
simultanément, ou une saturation croisée de l’absorption, où les photons de pompe
contribuent à saturer l’absorption vue par le signal.
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Deux faisceaux : Amplification paramétrique Considérons à présent la situation
où 2 faisceaux sont incidents, pompe et signal, et un troisième faisceau, dit complé-
mentaire, est produit par le terme EpEpE ∗s . L’interaction de ces 3 ondes forme un
système où peuvent être observés l’effet Kerr optique, direct et croisé, l’absorption
non-linéaire, directe et croisée, mais aussi des transferts d’intensité entre les 3 fais-
ceaux, ce qui n’était pas apparu dans les 2 paragraphes précédents, puisqu’il n’est
pas possible de réaliser un tel transfert entre 2 faisceaux seulement en conservant
l’énergie et l’impulsion. Ici, on aboutira donc au même genre d’effet que ce qu’on a
vu dans le cas du χ(2), c’est-à-dire à l’amplification paramétrique.
Notons tout d’abord que si la pompe se propage dans la direction kp et le signal
dans la direction ks , alors le complémentaire issu du terme EpEpE ∗s se propage dans
la direction 2kp −ks .
Les 3 fonctions enveloppes obéissent au système d’équations de propagation
suivant :
dAs
d z
= iωχ
(3)
8nc
(
6|Ap (z)|2+3|As (z)|2+6|Ac (z)|2
)
As (z)+ 3iωχ
(3)
8nc
Ap (z)
2A ∗c (z)
(1.35a)
dAc
d z
= iωχ
(3)
8nc
(
6|Ap (z)|2+6|As (z)|2+3|Ac (z)|2
)
Ac (z)+ 3iωχ
(3)
8nc
Ap (z)
2A ∗s (z)
(1.35b)
dAp
d z
= iωχ
(3)
8nc
(
3|Ap (z)|2+6|As (z)|2+6|Ac (z)|2
)
Ap (z)+ 3iωχ
(3)
8nc
As (z)Ac (z)A
∗
p (z)
(1.35c)
Dans chacune de ces équations, le premier terme correpond aux effets Kerr et
d’absorption non-linéaire. Le deuxième terme correspond au mélange des ondes,
dont la forme est très proche des équations 1.17 qui sont apparues en traitant l’am-
plification paramétrique avec un χ(2), à ceci près que le champ de pompe apparaît
ici au carré dans les équations du signal et du complémentaire.
On peut se rapprocher d’un système d’équations soluble en faisant l’hypothèse
usuelle que le faisceau de pompe est nettement plus intense que le signal et le com-
plémentaire et qu’il est d’amplitude constante. Le système se simplifie alors :
dAs
d z
= 6iωχ
(3)
8nc
|Ap |2As (z)+ 3iωχ
(3)
8nc
A 2pA
∗
c (z) (1.36a)
dAc
d z
= 6iωχ
(3)
8nc
|Ap |2Ac (z)+ 3iωχ
(3)
8nc
A 2pA
∗
s (z) (1.36b)
où Ap est maintenant une constante. Faisons un changement de variable pour
résoudre la partie due à l’effet Kerr croisé :αi (z)=Ai (z)e iΦ(3)(z) avecΦ(3)(z)= 6iωχ
(3)
8nc
|Ap |2z.
Alors les équations pour les variables αi sont :
dαs
d z
= 3iωχ
(3)
8nc
A 2pα
∗
c (z) (1.37a)
dαc
d z
= 3iωχ
(3)
8nc
A 2pα
∗
s (z) (1.37b)
On trouve exactement le même système que pour le cas en χ(2), où le coefficient
de couplage entre les champs est désormais g = 3iωχ
(3)
8nc
A 2p . Notons une fois de plus
1.1. Traitement classique de la propagation dans les milieux non-linéaires 33
que le champ de pompe apparaît ici au carré. 4 Les solutions pourαs etαc sont donc
identiques à celles de la partie 1.1.3.
En cavité : bistabilité et oscillation paramétrique De même qu’un milieu en χ(2)
placé dans un résonateur rend possible un régime d’oscillation paramétrique, ici
on s’attend aussi à observer, au-delà d’une certaine intensité de seuil sur la pompe,
l’apparition spontanée d’un faisceau signal et complémentaire.
Notons tout d’abord quelques différences importantes avec le cas en χ(2). Ici
s’ajoutent les effets Kerr, qui ont pour effet de rendre l’indice effectif du milieu dé-
pendant de l’intensité 5. En particulier, les phases φp,s,c accumulées par chacun des
faisceaux lors d’un tour dans le résonateur dépendent maintenant de l’intensité de
chaque faisceau, ce qui revient encore à dire que les fréquences de résonance du
système dépendent des intensités. En particulier, quand la partie réelle de χ(3) est
négative, l’indice effectif diminue par rapport à l’indice linéaire, et les fréquences de
résonance augmentent : on parle alors de blueshift, ou décalage vers le bleu. En pra-
tique, pour rester en permanence en résonance, il faut ajuster la longueur d’onde
du laser de pompe à chaque fois qu’on change sa puissance. C’est précisément ce
qu’on s’efforce de faire dans les expériences résonantes en microcavité.
Avant même de parler d’oscillation paramétrique, les effets Kerr et l’absorption
non-linéaire dans un résonateur conduisent au phénomène de bistabilité sur un
seul faisceau [5]. Ceci est extrêmement important dans le contexte de cette thèse,
parce qu’il nous faut nous assurer de ne pas confondre la bistabilité et l’oscillation
paramétrique. Dans le chapitre 4 en particulier, nous observerons une émission
dans un échantillon de microcavité à température ambiante qui, au premier coup
d’oeil, ressemble à de l’oscillation paramétrique. En fait, il s’agira d’un effet issu de
la bistabilité, qui n’a donc pas de propriétés paramétriques. Nous détaillons donc ici
comment la bistabilité se comporte.
La bistabilité provient de la relation entre l’intensité incidente et l’intensité intra-
cavité, qui dépend de la fréquence de résonance du résonateur et de l’absorption du
milieu qu’il contient. Ces deux dernières grandeurs dépendent elles-même de l’in-
tensité intracavité. Nous présenterons le comportement bistable que l’on obtient
avec des hypothèses proches des cas étudiés précédemment. Notons tout d’abord
κ= 3ωχ
(3)
8nc
. L’équation de propagation 1.26 se réécrit sous la forme :
dA
d z
= iκ|A (z)|2A (z) (1.38)
Les relations entre les champs sur le miroir d’entrée du résonateur sont par ailleurs :
A (0)= tA in− rA ′ (1.39a)
A out = rA in+ tA ′ (1.39b)
Enfin, le champ A ′ incident à la face intérieure du miroir tient compte du dé-
phasage e iΦ de la cavité, et s’écrit :
A ′ = e iΦA (L) (1.40)
4. Le fait que le champ apparaisse ici au carré, mais que le reste de l’équation soit identique au cas
en χ(2), amène l’interprétation que le processus d’amplification en χ(3)présenté ici est semblable à deux
processus en χ(2)en cascade.
5. Dans le cas d’un milieu en χ(2), il y a aussi des effets Kerr, qui proviennent des cascades de deux
processus du deuxième ordre, mais nous n’avons pas considéré ces cascades dans la partie précédente
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Comme nous l’avons fait pour le cas de l’oscillation paramétrique enχ(2), faisons
les hypothèses suivantes : en supposant que κ est petit, linéarisons l’évolution de
A (z) :A (z)=A
(
L
2
)
+
(
z− L
2
)
dA
d z
(
L
2
)
=A
(
L
2
)
+
(
z− L
2
)
iκ
∣∣∣∣A (L2
)∣∣∣∣2A (L2
)
, notons
I =
∣∣∣∣A ( L2 )
∣∣∣∣2 et I in = ∣∣A in∣∣2, supposons que la réflectivité du miroir est grande : r ≈
1− T
2
où T est le coefficient de transmission en intensité du miroir, et finalement
supposons que la cavité est proche de la résonance : φ≈ pi[2pi]⇔ e iφ ≈−(1+ iδ) où
δ est appelé désaccord et est petit devant 1.
Partant de l’équation 1.39a, et en ne gardant que les termes aux plus bas ordres
en T , δ et κ, on aboutit à :
I in = I
T
∣∣∣∣T2 − i
(
δ+κL
2
I
)∣∣∣∣2 (1.41)
Cette équation définit la relation entre l’intensité I in incidente au résonateur
et l’intensité I dans le résonateur. Cette relation est effectivement non-linéaire, le
membre de droite de l’équation est un polynôme d’ordre 3 en I . Cette relation dé-
pend de trois paramètres : la transmittivité T , le désaccord de la cavité δ et la non-
linéarité κ, proportionnelle au χ(3), qui est une grandeur complexe. La figure 1.6
donne un ensemble de courbes obtenues dans le cas particulier d’un χ(3) réel néga-
tif.
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FIGURE 1.6 – Intensité intracavité I en fonction de l’intensité incidente I in, pour un
résonateur construit avec un miroir de transmittivité T = 10−2, contenant un mi-
lieu non-linéaire tel que κ
L
2
=−10−3, et pour différentes valeurs du désaccord δ. La
courbe en pointillés correspond à la situation où δ compense pour chaque intensité
le décalage non-linéaire.
On peut donc voir, pour certaines valeurs du désaccord de la cavité, deux ré-
gimes de fonctionnement : un régime basse-puissance où l’intensité intracavité est
très faible, beaucoup plus petite que l’intensité incidente, parce que le résonateur
est soit très absorbant, soit hors résonance ; et un régime haute-puissance où l’in-
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tensité intracavité devient très grande devant l’intensité incidente, parce que le ré-
sonateur se trouve désormais éventuellement moins absorbant et à la résonance.
Enfin, dans le cas d’un χ(3) réel, on peut ajuster en continu le désaccord δ pour
compenser κ
L
2
I , et la relation entre I et I in devient linéaire. C’est ce qu’on appelle
expérimentalement “rester à résonance”.
Discutons maintenant de l’oscillation paramétrique. On supposera donc qu’on a
un faisceau pompe incident, et on cherche les conditions pour qu’un faisceau signal
et complémentaire apparaissent spontanément en vertu du système {1.37a, 1.37b}.
On s’attend à trouver une valeur de seuil qui dépend notamment des désaccords de
cavité pour la pompe, le signal et le complémentaire.
Supposons que le désaccord sur le signal et le complémentaire est nul, par exemple
parce qu’on force les modes signal et complémentaire à choisir une direction de pro-
pagation qui compense le déphasage Kerr du à la pompe. Par analogie avec le cas en
χ(2), l’équation qui définit le seuil sur l’intensité de pompe intracavité s’écrit :
|κ|2L2|Ap,seuil|4 = T 2 (1.42)
Reste seulement à relier Iseuil =
∣∣Ap,seuil∣∣2 = T|κ|L à l’intensité incidente I in, pré-
cisément grâce à la relation de bistabilité que l’on écrit plus haut. En notant κ =
|κ|e iφk , on obtient :
I inseuil =
1
|κ|L
∣∣∣∣T2 − i
(
δ+ T
2
e iφk
)∣∣∣∣2 (1.43)
Dans le cas particulier où χ(3) est réel (φk = ±pi), on peut “rester à résonance”
en utilisant le désaccord δ pour compenser exactement
T
2
e iφk . En pratique, cela
consiste à ajuster l’énergie du laser de pompe. Alors la relation pour le seuil devient
tout à fait simple :
I inseuil =
T 2
4|κ|L (1.44)
Cette expression correspond à l’intuition sur le comportement du seuil : plus
la non-linéarité est forte (|κ| grand) ou plus la résonnance est fine (T petit), plus
l’intensité de seuil est faible.
Cette longue introduction sur l’optique non-linéaire classique, qui a abouti à la
description des phénomènes que l’on observe dans les milieux enχ(3), est un aperçu
fidèle des phénomènes résonnants que l’on observe dans une microcavité. En effet,
on retrouvera l’effet Kerr, la bistabilité, la saturation de l’absorption et bien entendu
l’oscillation paramétrique, qui est tout particulièrement l’objet de cette thèse. Dans
les microcavités, la non-linéarité en χ(3) vient des puits quantiques, que nous décri-
rons maintenant. Dans la suite du chapitre, on décrira les miroirs de Bragg, puis la
situation originale du couplage fort, et enfin nous reviendrons sur une propriété des
oscillateurs paramétriques qui est la corrélation d’intensité entre les faisceaux créés.
1.2 Le puits quantique comme milieu non-linéaire
Dans les semiconducteurs, l’interaction avec la lumière aboutit à la création ou
à la recombinaison de paires électron-trou qui peuvent former des états liés, les
excitons. On peut favoriser ces états en nanostructurant un puits quantique, une
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couche mince dans laquelle les excitons sont confinés. Les excitons sont globale-
ment neutres, on s’attend donc à ce qu’ils se comportent linéairement à faible den-
sité. Quand la densité d’excitons augmente, les forces coulombiennes entre les charges
interviennent et le comportement devient non-linéaire. Ces non-linéarités transpa-
raissent dans les interactions de la lumière avec l’exciton. Ainsi, en guise de rappel,
on se propose dans cette partie de décrire l’exciton, et de montrer comment celui-ci
interagit avec la lumière, linéairement et non-linéairement.
1.2.1 Exciton dans un semiconducteur massif
Pour expliciter les notations utiles dans la suite de cette thèse, nous commen-
çons par rappeller ici la dispersion des niveaux excitoniques du semiconducteur
massif. L’excitation élémentaire d’un semiconducteur est le passage d’un électron
de la bande de valence à la bande de conduction. Le trou, l’état vide laissé dans
la bande de valence, accompagné des N − 1 états occupés par des électrons dans
cette même bande, se comporte collectivement comme une quasi-particule, dont la
charge, l’énergie et l’impulsion sont les opposées de celles de l’électron excité. À ce
stade, l’électron et le trou forment une paire libre, dont l’énergie est au minimum
l’énergie Eg de la bande interdite. Expérimentalement, on trouve des résonances à
l’intérieur de la bande interdite, donc d’énergie inférieure à Eg . Ces résonances cor-
respondent à des paires électron-trou liées, les excitons.
La liaison au sein de l’exciton est assurée par les forces Coulombiennes, d’une
façon tout à fait semblable à la liaison de l’atome d’hydrogène. Dans l’approxima-
tion de la fonction enveloppe, on traite donc formellement l’exciton comme dans le
problème du système à 2 corps, en séparant le mouvement du centre de masse et le
mouvement relatif des 2 corps. Le hamiltonien de la paire électron-trou s’écrit :
H = Eg −
~2∇2e
2m∗e
− ~
2∇2h
2m∗h
− e
2
²|re − rh |
(1.45)
où les indices e et h désignent l’électron et le trou, les ∇2i sont les laplaciens, les
m∗i sont les masses effectives et les ri sont les coordonnées spatiales de l’électron et
du trou, et ² est la constante diélectrique du milieu.
Introduisons la coordonnée relative r = re − rh et la coordonnée du centre de
masse R = m
∗
e re +m∗hrh
m∗e +m∗h
, la masse totale M = m∗e +m∗h et la masse réduite µ =
m∗e m∗h
m∗e +m∗h
et enfin le vecteur d’onde global k = ke + kh . Le hamiltonien se décom-
pose alors en deux termes :
H =H0+Hrel (1.46a)
H0 = Eg + ~
2k2
2M
(1.46b)
Hrel =−
~2∇2r
2µ
− e
2
²r
(1.46c)
Les variables du centre de masse et du mouvement relatif sont séparables, et les
états propres de H sont des produits des états propres de H0 et Hrel. Les états propres
du premier sont les ondes planes e i kr . Les états propres du second sont quantifiées ;
ce sont les fonctions φn(r ), analogues des orbitales de l’atome d’hydrogène, avec
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le seul nombre quantique n. L’énergie de liaison El ,n de l’état n est associée à une
constante de Rydberg effective Ry∗, et à un rayon de Bohr effectif a∗Bohr :
El ,n =
Ry∗
n2
n = 1,2. . . (1.47)
Ry∗ = e
2
8pi²a∗Bohr
(1.48)
a∗Bohr =
4pi²~2
µe2
(1.49)
La dispersion des états excitoniques liés est finalement donnée par :
En(k)= Eg − Ry
∗
n2
+ ~
2k2
2M
(1.50)
Pour n →+∞, l’état n tend vers le continuum de la paire électron-trou libre (fi-
gure 1.7).
E
Eg +E e1 +E h1 (2D)
4Ry∗ (2D)
continuum
Ry∗ (3D)
Eg (3D)
|0〉
|1s〉
|2s〉
k
FIGURE 1.7 – Dispersion de l’énergie des états excitoniques d’un semiconducteur
massif et d’un puits quantique.
Dans l’Arséniure de Gallium, GaAs, on trouve Ry∗ ≈ 4.5 meV et a∗Bohr ≈ 110 Å.
Ry∗ est nettement inférieur à kTamb, donc les résonances excitoniques n’y seront
visibles qu’à plus basse température. a∗Bohr est grand devant le paramètre de maille
a ≈ 5.6 Å, la distance typique entre l’électron et le trou s’étend donc sur un grand
nombre de mailles cristallines.
1.2.2 Exciton dans un puits quantique
Nous rappellerons maintenant les courbes de dispersion des excitons d’un puits
quantique. L’insertion d’une couche de gap Eg plus petit que le gap E 0g du milieu
environnant (figure 1.8) forme un puits de potentiel pour les porteurs. Dès que la
largeur du puits devient comparable ou inférieure à la longueur d’onde de Broglie
des électrons et des trous, on peut considérer que ceux-ci se trouvent confinés dans
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FIGURE 1.8 – Structure de bandes d’un puits quantique d’InGaAs inséré dans du
GaAs.
un plan. Le vecteur d’onde k dans le plan du puits reste un bon nombre quantique,
mais le mouvement dans la direction perpendiculaire est désormais quantifié.
L’énergie des états quantifiés dans le puits dépend des énergies de confinement
E e,hp,q . Les électrons et les trous libres suivent les relations de dispersion suivantes :
E e (kp,)= Eg +E ep + ~
2k2
2m∗e
p = 1,2. . . (1.51a)
E h(kq,)=−E hq + ~
2k2
2m∗h
q = 1,2. . . (1.51b)
On peut expliciter les énergies de confinement dans le modèle des barrières in-
finies. Dans ce cas, on a E ip = p2
~2pi2
2m∗i L
2 .
Toujours dans le modèle des barrières infinies, le traitement de la paire électron-
trou liée dans le puits est très proche du traitement des excitons du semiconducteur
massif, à ceci près que l’énergie de liaison prend une expression légèrement diffé-
rente due au caractère bidimensionnel du système :
El ,n =
Ry∗(
n− 12
)2 n = 1,2. . . (1.52)
Ainsi, cette énergie de liaison pour l’état n = 1 est 4 fois plus grand dans le puits
que dans le massif, et devient comparable à kB T . Mieux, l’écart d’énergie entre l’ex-
citon n = 1 et le gap E 0g du milieu environnant vaut (E 0g +El )− (Eg +E e1 +E h1 ). Pour
un puits de 100 nm d’ In0.08Ga0.92As inséré dans du GaAs, à 300K, cet écart vaut 130
meV, qui est cette fois grand devant kB T . On s’attend donc à voir des résonances
excitoniques dans un puits quantique à température ambiante, ce que nous verrons
en particulier dans le chapitre 4 de cette thèse
Finalement, la courbe de dispersion de l’état excitonique fondamental dans un
puits est donnée par :
E1(k)= Eg +E e1 +E h1 −4Ry∗+
~2k2
2M
(1.53)
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1.2.3 Couplage avec la lumière
L’interaction de l’exciton avec la lumière est modélisée par l’ajout d’un nouveau
terme dans le hamiltonien. Celui-ci est explicite dans le cadre de l’approximationdes
champs faibles, pour un champ classique.
Hdip =
q
m
−→p ·−→A (1.54)
où−→p est l’opérateur impulsion de la charge q et−→A le potentiel vecteur du champ
électromagnétique, traité classiquement.
Les probabilités de création et de recombinaison d’un exciton, qui sont aussi
respectivement les probabilités d’absorption et d’émission d’un photon, sont pro-
portionnelles à l’élément de matrice < 0X |−→p · −→A |1X >, où |0X > désigne l’état fon-
damental du cristal, sans exciton, et |1X > désigne le premier état excité du cristal,
avec un exciton. Ceci permet d’établir plusieurs règles de conservation. Pour des
raisons de symétrie spatiale, on en déduit d’abord que seuls les excitons de type s
sont couplés aux champs électromagnétiques. Ensuite, la conservation du moment
angulaire implique une deuxième règle de sélection. Les électrons ont un moment
1/2, les trous lourds ont un moment 3/2, donc les excitons ont un moment angulaire
total Jexc égal à 1 ou 2. Seuls les excitons de de moment angulaire total Jexc = 1 sont
couplés à la lumière (plus particulièrement aux photons de polarisation circulaire).
Les autres excitons (de moment Jexc = 2) ne sont pas couplés, on les appelle excitons
noirs.
1.2.4 Plusieurs excitons
Expérimentalement, la lumière absorbée crée plusieurs excitons. Jusqu’ici, nous
avons implicitement supposé que que ces excitons étaient indépendants, ce qui est
réaliste aux faibles densités. La prise en compte des interactions coulombiennes
entre toutes les charges présentes rend le problème non-linéaire. En particulier la
réponse optique d’un ensemble d’excitons est non-linéaire, ce qui fera le lien avec
la partie 1.1 où nous avons présenté une sélection de phénomènes non-linéaires
que les excitons pourront réaliser. Présentons quelques grandes lignes de la façon
dont on peut modéliser un tel ensemble d’excitons.
Décrire le comportement du puits quantique pour une densité arbitraire de paires
électrons-trous est un défi qui a fait l’objet de nombreuses études et reste un thème
de recherche dynamique [10–18]. Nous proposons de rappeler ici une approche pos-
sible, qui consiste à tronquer l’hamiltonien du système d’électrons-trous couplés à
la lumière au deuxième ordre, ce qui nous permettra dans les chapitres 3 et 5 de
modéliser les phénomènes paramétriques ayant lieu dans une microcavité 6.
Nous traitons le système d’électrons et de trous dans le cadre de la seconde
quantification, outil pratique et couramment utilisé dans la littérature pour modé-
liser les phénomènes paramétriques en microcavité (par exemple [19]). Le hamil-
tonien du système couplé à un champ quantique de vecteur d’onde q dans le plan
de puits et d’énergie ωq , proche de l’énergie de l’exciton “nu”, s’écrit comme une
somme de trois termes :
6. Dans la partie du chapitre 4 traitant de la température ambiante, on décrira plutôt l’exciton comme
un système à deux niveaux, pour lequel le mécanisme de la saturation est suffisament simple pour don-
ner des résultats analytiques sans se limiter au deuxième ordre.
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H =H0+Hdip+HCoulomb (1.55a)
H0 = ~ωq a†q aq +
∑
k
E ek c
†
k ck +
∑
k ′
E hk ′h
†
k ′hk ′ (1.55b)
Hdip =
∑
k
Gc†q−k h
†
k aq +h.c. (1.55c)
HCoulomb =
1
2
∑
k,k ′,p 6=0
V (p)
(
c†k c
†
k ′ck+p ck ′−p +h†k h†k ′hk+p hk ′−p −2c†k h†k ′ck+p hk ′−p
)
(1.55d)
Ici par souci de clarté on n’a pas mentionné les sommes sur les spins. Le pre-
mier terme H0 est le terme linéaire d’énergie cinétique pour les photons (opéra-
teurs de création a†q et d’annihilation aq ), les électrons (c
†
k et ck ) et les trous (h
†
k
et hk ). Le deuxième terme Hdip correspond à l’interaction dipolaire entre le champ
et les paires de charges, qui s’interprète par la création d’un électron et d’un trou
lorsqu’un photon est annihilé, et vice-versa. Enfin, le dernier terme dans le hamil-
tonien, HCoulomb, correspond aux interactions Coulombiennes. Il se décompose lui-
même en l’interaction entre électrons d’abord, entre trous ensuite, et entre électrons
et trous enfin. V (p) est la transformée de Fourier du potentiel Coulombien. Dans le
cas du puits bidimensionnel, il s’écrit V (p) = 2pie
2
A²p
, où A est la surface de l’échan-
tillon.
Toujours dans une limite de faible densité, développons ce hamiltonien 1.55 au
second ordre en densité d’excitons [19]. La transformation qui réécrit cet hamilto-
nien agissant sur les électrons et les trous (des fermions) en un hamiltonien agis-
sant sur les excitons (des bosons) s’appelle la transformation d’Usui 7 [15, 20]. En
tronquant au deuxième ordre en densité l’expression de ce hamiltonien transformé,
on trouve l’expression suivante, communément utilisée pour interpréter les phéno-
mènes non-linéaires pour une faible densité d’excitons [19], ainsi que pour étudier
7. On peut construire un opérateur de création d’un exciton d’impulsion k, dans l’état n, comme suit :
b†n,K =
p
A
∑
k,k′
δ(K − (k−k ′))ψn ( k+k
′
2
)c†
k
h†−k′ (1.56)
où ψn
(
k+k ′
2
)
est la transformée de Fourier d’espace de la fonction d’onde de l’exciton dans l’état
n.
En particulier, on peut montrer que les excitons à faible densité se comportent comme des bosons.
Cela se voit dans la relation de commutation des opérateurs, qui vaut dans le cas particulier de l’état
fondamental :
< [b1,0,b†1,0]>= 1−O(N a20) (1.57)
où N est la densité surfacique d’excitons. Les excitons se comportent comme un gaz de bosons tant qu’ils
sont espacés de plus que le rayon de Bohr a0. La déviation au comportement bosonique est proportion-
nelle à la densité N .
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les propriétés des fluctuations quantiques dans ces conditions [21] :
H =H0+Hdi p +HX−X +Hsat (1.58a)
H0 = ~ωq a†q aq +
∑
k
ωk b
†
k bk (1.58b)
Hdip =
ΩR
2
b†q aq +h.c. (1.58c)
HX−X = 1
2
∑
k,k ′,q
V0b
†
k b
†
k ′bk+q bk ′−q (1.58d)
Hsat =−
∑
k,k ′,q
Vsat (a
†
k b
†
k ′bk+q bk ′−q +ak bk ′b†k+q b†k ′−q ) (1.58e)
où V0 ≈ 6e
2a0
²0 A
dans la limite des vecteurs d’ondes q petits, et Vsat = ΩR
2nsat A
avec
nsat = 7
16pia20
.
L’interaction coulombienne fait se décaler l’énergie de la résonance excitonique
par un phénomène d’écrantage [22, 23], ce que traduit HX−X à l’ordre le plus bas. Par
ailleurs, quand la densité de paires N approche la densité de saturation de l’ordre de
1/a20, l’espace des phases se remplit et le couplage entre excitons et photons sature
[22, 24]. Au premier ordre également, c’est ce que décrit Hsat . On retrouve ici les
deux mécanismes essentiels qui contribuent à la non-linéarité optique d’un puits
quantique : décalage des raies par l’interaction coulombienne, et saturation de la
densité d’excitons. Le comportement des excitations du puits quantique ressemble
donc d’une part à l’oscillateur anharmonique, et d’autre part au système à 2 niveaux,
pour la saturation. Le comportement décrit dans par le hamiltonien quadratique
1.58 correspond à une interaction en χ(3).
Si la densité augmente en dehors du régime N ¿ nsat , la résonance excitonique
sature et disparaît de façon analogue au cas du système à deux niveaux. Il faut alors
entreprendre une description plus générale en termes d’électrons et de trous, par
exemple avec les équations de Bloch dans les semiconducteurs [16].
Ceci conclut la présentation des excitations fondamentales d’un puits quantique
de semiconducteur. Poursuivons la description des éléments d’une microcavité par
l’étude des miroirs de Bragg.
1.3 Les miroirs de Bragg
Un milieu stratifié formé par l’empilement de paires de couches d’indices op-
tiques différents et d’épaisseurs bien contrôlées permet de réaliser un miroir de
très grande réflectivité sur une certaine gamme de longueurs d’onde, appelé mi-
roir de Bragg, ou “Distributed Bragg Reflector” (DBR). À chaque interface entre deux
couches successives le champ est réfléchi et transmis ; il en résulte des interférences
qu’on rend constructives en réflexion pour réaliser un miroir (On peut aussi les
rendre constructives en transmission pour réaliser une dépôt anti-reflet). Dans le
cadre de cette thèse, on considèrera des empilement de paires AlAs/GaAs (ou des
alliages du type Alx Ga1−x As). Nous présentons ici quelques expressions caractéris-
tiques des propriétés des miroirs de Bragg [25].
Supposons qu’on empile N paires de couches de deux milieux d’indices (réels)
n1 et n2, d’épaisseurs optiques
λ0
2 , sur un substrat d’indice nint , le milieu extérieur
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ayant pour indice next (figure 1.9). Alors, la réflectivité en incidence normale au voi-
sinage de λ0 s’écrit :
R = 1−4 next
nint
(
n1
n2
)2N
(1.59)
La réflectivité grandit donc avec le contraste d’indice et le nombre de paires. En
pratique, R peut atteindre des valeurs très proches de 1, plus grandes que pour des
miroirs métalliques. Par exemple, pour un miroir de 22 couches avec n1 = nint =
nGaAs = 3.54, n2 = nAlAs = 2.96 et next = 1 (valeurs à 4 K pour λ∼ 850 nm), on trouve
R ≈ 0.99957. Si on prend en compte l’absorption (n1,n2 ∈ C), la valeur de R est plus
faible, mais encore très proche de 1.
λ
4n1
axe de croissance
n2
n1next
z
λ
4n2
nint
FIGURE 1.9 – Structure d’un miroir de Bragg.
Pour traiter le cas général d’un milieu stratifié composé de couches de composi-
tion et d’épaisseurs arbitraires, soumis à un champ de longueur d’onde λ et d’angle
d’incidence également arbitraires, on a recourt à la méthode des matrices de trans-
fert, qui permet de résoudre les équations de Maxwell (linéaires) dans le système.
Le champ est alors décrit par le vecteur (U ,V ) dont les composantes correspondent
respectivement, dans le cas d’une excitation transverse électrique (TE), à l’ampli-
tude du champ électrique et à une des deux composante de l’amplitude du champ
magnétique. La propagation dans chaque couche agit linéairement sur ce vecteur,
elle est décrite par la multiplication par une matrice 2x2.
La figure 1.10 illustre le spectre de réflectivité d’un miroir de Bragg de 13 paires
de couches de Al0.05Ga0.95As/AlAs à 4 K. On note la largeur spectrale finie ∆E où
la réflectivité est très grande, appelée bande d’arrêt 8. Cette largeur augmente aussi
avec le contraste d’indice, mais pas avec le nombre de paires : ∆E = 4E0pi n2−n1n1+n2 , où E0
est l’énergie centrale. En dehors de la bande d’arrêt, la réflectivité oscille en passant
près de zéro, ce sont les oscillations de Bragg. Le spectre présenté tient compte aussi
de l’absorption des couches, or la bande interdite de Al0.05Ga0.95As se situe juste en-
dessous de 1.6 eV, ce qui explique l’apparition de l’absorption et de l’amortissement
des oscillations de Bragg au-dessus de cette énergie.
Contrairement à un miroir métallique où le champ est déphasé de pi après ré-
flexion, le champ pénètre dans le miroir de Bragg sur une longueur caractéristique
8. Similairement, le miroir est très réfléchissant sur une largeur angulaire ∆Θ, au-delà de laquelle la
réflectivité oscille et passe périodiquement près de zéro.
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FIGURE 1.10 – Spectres de réponse d’un miroir de Bragg en incidence normale (13
paires de couches de Al0.05Ga0.95As/AlAs à 4 K, sur un substrat transparent). La
courbe pleine représente la réflectivité et la courbe en pointillés représente la trans-
mittivité.
LDBR ce qui introduit un déphasage φ qui vaut :
φ= nint LDBR
~c
(E −E0) (1.60)
LDBR = λ0
2
n1n2
nint (n2−n1)
(1.61)
Au centre de la bande d’arrêt, le déphasage φ est nul. Avec les valeurs de n1 et
n2 données ci-dessus, on trouve LDBR ≈ 2.5λ0, ce qui signifie que le champ pénètre
typiquement à travers 5 paires de couches.
1.3.1 Microcavité formée de deux miroirs
En mettant deux miroirs de Bragg face à face, avec une couche intermédiaire
de longueur Lint appropriée, on forme une cavité optique planaire de type Fabry-
Pérot (figure 1.11). La longueur optique de cette cavité tient compte de la profondeur
LDBR de pénétration du champ dans chaque miroir, et vaut LC = Lint +LDBR,front +
LDBR,back. La couche de cavité est typiquement très petite, Lint =λ0 dans nos échan-
tillons, ce qui fait que la cavité complète fait quelques λ0 d’épaisseur, d’où le nom
de microcavité.
Dans une cavité Fabry-Pérot, les réflexions internes créent des interférences qui,
en incidence normale, sont constructives à chaque fois que la longueur de cavité est
un multiple de la demi-longueur d’onde. Plus généralement, les interférences sont
constructives dès que le déphasage φ entre deux ondes planes issues de réflexions
successives est un multiple de 2pi. Ces résonances donnent des pics sur l’intensité
transmise par la cavité et sur l’intensité intra-cavité, et des creux sur l’intensité ré-
fléchie.
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FIGURE 1.11 – Microcavité formée de 2 miroirs de Bragg. Les puits quantiques se-
ront insérées aux ventres du champ électromagnétique, par exemple au centre de la
cavité de longueur optique λ.
Comme pour les miroirs de Bragg, la méthode des matrices de transfert permet
de simuler les spectres de réflectivité et de transmittivité d’une structure de microca-
vité réaliste. La figure 1.12 reproduit le résultat de ce calcul pour une cavité formée
de 2 miroirs identiques à ceux utilisés pour la figure 1.10. On note le creux qui est
apparu dans le spectre de réflectivité, correspondant à la résonance de cavité.
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FIGURE 1.12 – Spectres d’une cavité formée par deux miroirs de Bragg (2 miroirs
de 13 paires de couches de Al0.05Ga0.95As/AlAs à 4 K, sur un substrat transparent).
La courbe pleine représente la réflectivité et la courbe en pointillés représente la
transmittivité.
Dans le cadre de cette thèse, la dépendance angulaire des résonances de cavité
est essentielle. Supposons qu’une onde plane de longueur d’onde λ éclaire avec un
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FIGURE 1.13 – Zoom sur le spectre de la figure 1.12. La courbe pleine représente la
réflectivité et la courbe en pointillés représente la transmittivité.
angle θ la cavité de longueur optique LC . Dans la cavité, les ondes ont un angle θ′
défini par les lois de Snell-Descartes. Alorsφ= 4piLC cos(θ′)λ . La condition de résonance
équivaut donc à :
pλ= 2LC cos(θ′) p ∈N∗ (1.62)
On décrit usuellement le photon traversant la cavité par son vecteur d’onde k
et ses composantes dans le plan de la cavité k et perpendiculaire à la cavité kz . La
relation précédente est équivalente à dire que le vecteur kz est quantifié par la cavité
et s’écrit kz = ppiLC , tandis que l’énergie du mode de cavité p vaut :
E = hc
λ
= ~c
nC
√(
ppi
LC
)2
+k2 (1.63)
Ceci définit la dispersion d’une cavité planaire, qui est une relation hyperbolique
entre E et k.
Finesse La qualité d’un résonateur se mesure qualitativement au nombre moyen
d’aller-retours moyen qu’un photon fait à l’intérieur avant de s’échapper. C’est la
grandeur appelée finesse qui traduit cette notion. On définit la finesse F par le rap-
port de l’interval spectral libre∆λ (l’écart en longueur d’onde entre deux résonances
successives de la cavité) sur la largeur à mi-hauteur δλ du creux de réflectivité :
F = ∆λδλ . Pour une cavité formée par deux miroirs de réflectivité en amplitude r1 et r2
(réels), la finesse prend une forme simple : F =pi
p
r1r2
1−r1r2 . La finesse est habituellement
voisine de 103 dans les structures que nous étudions ici.
Cavités réelles et limitations D’après les formules établies ci-dessus, il suffit ap-
paremment d’augmenter le nombre de paires de couches des miroirs de Bragg pour
atteindre une finesse de cavité arbitrairement grande. En pratique, les microcavités
planaires sont néanmoins limitées par plusieurs facteurs.
D’abord, on ne peut pas fabriquer un échantillon avec un nombre arbitraire
de couches, mais le léger désaccord de maille entre GaAs et AlAs, qui composent
les couches successives, impose une épaisseur totale critique au-delà de laquelle
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l’échantillon présente de nombreuses dislocations. Ainsi, pour concevoir la micro-
cavité triple présentée dans le chapitre 5, la plus épaisse des structures étudiées dans
cette thèse, on s’est limité à une épaisseur finale de 9.94 µm, ce qui est déjà considé-
rable en comparaison des microcavités planaires usuelles. Nous n’avons pas observé
de dislocations dans cet échantillon.
Ensuite, les transitions excitoniques se situent à quelques dizaines de meV du
bord des bandes interdites, et on souffre donc de la queue d’absorption des semi-
conducteurs utilisés. Même si cette queue d’absorption est exponentiellement pe-
tite, elle n’est pas négligeable compte tenu de la grande finesse recherchée (F > 103).
On notera aussi que les interfaces entre les couches sont en pratique imparfaites,
et leur rugosité conduit à de la diffusion résonante, aussi appelé diffusion Rayleigh
[26–28]. Cette diffusion a des caractéristiques angulaires particulières, que nous dé-
crirons plus en détail sur la base de nos résulats expérimentaux notamment dans le
chapitre 4.
Enfin, les champs électromagnétiques utilisés expérimentalement ne sont pas
des ondes planes mais des faisceaux gaussiens focalisés. Ceci introduit des effets de
taille finie, connus sous le nom d’effet de walk-off, qui tendent à réduire la finesse
de la cavité dès qu’on l’éclaire avec un angle non-nul. Le walk-off sera un paramètre
déterminant pour l’existence du régime d’oscillation paramétrique dans les micro-
cavités étudiées dans le chapitre 4.
1.4 Microcavités et polaritons
Nous avons décrit ci-dessus les deux éléments-clés qui nous permettent de réa-
liser un oscillateur paramétrique microscopique : un milieu non-linéaire qui est le
puits quantique, et un résonateur formé par deux miroirs de Bragg. La combinaison
des deux, aussi appelée microcavité, est l’objet de base de cette thèse. Dans cette
partie nous décrirons comment les excitons sont couplés à la lumière.
1.4.1 Cavité et puits
On peut décrire le système couplé des photons de microcavité et des excitons
selon plusieurs approches. Les structures réelles peuvent être simulées par la mé-
thode des matrices de transfert, déjà évoquée plus haut. Il faut alors attribuer une
susceptibilité à la couche du puits quantique, et usuellement on choisit celle de l’os-
cillateur de Lorentz, équivalente à la susceptibilité d’un système à deux niveaux dans
le régime linéaire. 9
Alternativement, on peut décrire la microcavité par un hamiltonien où toutes les
excitations sont traitées en seconde quantification, y compris les photons de cavité.
Les états propres de cet hamiltonien et leurs propriétés permettent d’expliquer une
large gamme de phénomènes apparaissant dans le régime linéaire. L’hamiltonien H
du système couplé à un champ quantique de vecteur d’onde q dans le plan de puits
9. La méthode des matrices de transfert peut être adaptée au régime non-linéaire quand la structure
contient des couches avec des susceptibilités en χ(3), dans la limite où elle est éclairée par un mélange
de deux ondes, une pompe et une sonde, et que la pompe est très intense en comparaison de la sonde.
Dans ce cas, les équations pour la pompe se découplent des équations pour le signal et le complémen-
taire. Ces dernières restent couplées mais sont linéaires, et donc décrites par des matrices 4x4. On peut
alors résoudre en premier lieu la propagation de la pompe dans la structure, ce qui définit l’ensemble de
matrices 4x4, puis la propagation de la sonde et du complémentaire.
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et d’énergie ωq , proche de l’énergie de l’exciton “nu”, s’écrit :
H = ~ωq a†q aq +
∑
k
~ωk b†k bk +
~ΩR
2
(b†q aq +h.c.) (1.64)
Ici encore par souci de clarté on n’a pas mentionné les sommes sur les spins.
Le premier terme dans H est le terme linéaire d’énergie cinétique pour les photons
(opérateurs de création a†q et d’annihilation aq ), suivi de l’énergie cinétique des ex-
citons (b†k et bk ) et enfin du couplage entre excitons et photons, décrit par la fré-
quence ΩR , dite fréquence de Rabi. ΩR est défini à partir de la force d’oscillateur
de l’exciton, qui se déduit elle-même du module-carré de l’élément de matrice de
l’interaction dipolaire correspondant à la création d’un exciton.
On a ainsi un système d’équation de deux oscillateurs couplés. Les modes propres
de H sont appelés polaritons de cavité, qu’on note p(±)k . Les énergies propres corres-
pondantes sont notées E±(k). Elles diffèrent alors des énergies découplées EC (k) et
EX (k), et s’expriment en fonction du désaccord δk = EC (k)−EX (k) (dans la suite, k
désigne implicitement k) :
E±(k)= 1
2
(
EC (k)+EX (k)±
√
δ2k + (~ΩR )2
)
(1.65)
Les modes p(±)k sont des combinaisons linéaires de l’exciton et du photon :
p(+)k =Ck ak +Xk bk (1.66)
p(−)k = Xk ak −Ck bk (1.67)
Les coefficients X et C dans cette combinaison linéaire sont appelés coefficients
de Hopfield [29]. Ils vérifient |X |2+|C |2 = 1 et s’expriment par exemple en fonction
de l’écart E±(k)−EX (k), facile à évaluer expérimentalement :
Xk =
1√
1+4
(
E(+)(k)−EX (k)
~ΩR
)2 (1.68)
Ck =−
1√
1+ 1
4
( ~ΩR
E(+)(k)−EX (k)
)2 (1.69)
Sur la figure 1.14, on a tracé les énergies E± et les coefficients |X |2 et |C |2 en
fonction du désaccord δk , dans le cas où EX est fixée. La courbe pour E± présente
un anticroisement notable au voisinage de δk ≈ 0, c’est ce qu’on appelle le régime
de couplage fort. La levée de dégénérescence à δk = 0 est appelée dédoublement de
Rabi.
On peut aussi évaluer les dispersions E±(k), dispersions qu’on visualisera régu-
lièrement dans les expériences. On a représenté quelques dispersions ainsi que les
coefficients de Hopfield en fonction de k sur la figure 1.15. On note qu’à grand vec-
teur d’onde, le polariton bas tend vers l’exciton, tandis que le polariton haut tend
vers le photon. Inversement, à proximité de l’incidence normale, il y a un couplage
important entre les deux modes. Le polariton oscille entre ses deux composantes.
48 Chapitre 1. Optique non-linéaire en microcavité
É
n
er
gi
e
(e
V
)
C
o
ef
fi
ci
en
ts
d
u
p
o
la
ri
to
n
b
as
δ (meV)
C 2
X 2
E−
E+
EC
EX
FIGURE 1.14 – Anticroisement des énergies propres de la microcavité.
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FIGURE 1.15 – Dispersion angulaire des énergies et des coefficients de Hopfield, pour
trois désaccords δ0 : δ0 > 0 à gauche, δ0 = 0 au centre et δ0 < 0 à droite.
1.4.2 Couplage fort et couplage faible, temps de vie
Jusque-là nous avons négligé les processus de relaxation qui donnent des temps
de vie finis aux photons de cavité et aux excitons. Si ces processus ne sont pas né-
gligeables, le dédoublement observé dans le paragraphe précédent peut se réduire
jusqu’à se confondre dans les largeurs de raies des photons de cavité et des exci-
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tons. On atteint alors le régime de couplage faible. Quantitativement, on peut traiter
simplement les relaxations par un hamiltonien effectif contenant des énergies com-
plexes [30] : EC (k)− iγC (k) et EX (k)− iγX (k). Les énergies propres E± deviennent
alors complexes également, leur partie réelle donne l’énergie tandis que la partie
imaginaire donne le taux de relaxation des polaritons :
E± = 1
2
(
EC +EX − i (γC +γX )±
√
(δ− i (γC −γX ))2+ (~ΩR )2
)
(1.70)
En particulier, à désaccord nul l’écart en énergie entre les polaritons vaut :√
(~ΩR )2− (γC −γX )2 (1.71)
Si la différence des taux de relaxation devient plus grande que ~ΩR , il n’y a ma-
thématiquement plus de dédoublement. Dans le cas contraire, il faut de toute façon
comparer ce dédoublement à la largeur des raies qui vaut à désaccord nul
γC +γX
2
.
Globalement, on a donc couplage fort quand les largeurs spectrales photoniques et
excitoniques sont petites devant le dédoublement de Rabi.
La figure 1.16 illustre l’évolution des énergies en fonction du taux de relaxation
des photons de cavité, celui des excitons étant fixé. E+ et E− se rejoignent quand
|γC −γX | > ~ΩR : il s’agit de la dispariton du couplage fort.
1.4.3 Origines du passage au couplage faible
On atteint le régime de couplage faible pour deux raisons : soit les largeurs de
raies sont trop grandes, soit le couplage de Rabi est trop faible.
On peut se trouver dans le premier cas si les miroirs ne sont pas assez réfléchis-
sants, en particulier si les paires de couches qui les forment ne sont pas en nombre
suffisant. Ceci doit être réglé au moment de la conception de la structure.
Citons également les sources de relaxation “structurales” : les impuretés, la ru-
gosité aux interfaces et autres inhomogénéités du puits quantique et des couches
formant les miroirs. C’est en optimisant les paramètres de la croissance épitaxiales
des échantillons que ces sources peuvent être réduites.
Ensuite, l’interaction avec les phonons conduit à un élargissement proportion-
nel à la température. À haute température, l’exciton dans des puits d’InGaAs a une
largeur d’environ 8 meV, tandis que le couplage ΩR ne fait que quelques meV pour
un puits. À moins de dessiner la structure pour avoir un très grand nombre de puits,
ce qui augmente le couplage global, on s’attend à être en régime de couplage faible.
Enfin, les non-linéarités du puits quantique se traduisent notamment par la sa-
turation du couplage ΩR , accompagnée d’un élargissement de la raie excitonique.
Ainsi, si le système est en couplage fort à faible intensité lumineuse, il peut transi-
ter vers le couplage faible quand l’intensité lumineuse augmente. Ce phénomène
est d’ailleurs la base d’une catégorie de dispositifs bistables dans les microcavités,
parce qu’il se traduit par un important décalage des énergies propres (de l’ordre de
ΩR ) [31–34].
Pour modéliser le régime de couplage faible, on peut distinguer deux situations :
si le système est en couplage faible parce que les largeurs de raies sont trop grandes
devant le couplage de Rabi, on peut traiter le couplage de manière perturbative (D.
TAJ, T. LECOMTE, C. DIEDERICHS, PH. ROUSSIGNOL, C. DELALANDE ET J. TIGNON
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FIGURE 1.16 – Énergies et largeurs de raies de polaritons en fonction de la largeur de
raie de la cavité γC . Nous avons fixé EC = EX = 1.460 eV, ~ΩR = 4 meV, γX = 1 meV.
Notons le passage au couplage faible pour γC > 5 meV, c’est-à-dire quand |γC−γX | >
~ΩR .
[35]). Dans le cas limite où la résonance excitonique est saturée, il faut a priori reve-
nir à une description en termes de photons, d’électrons et de trous (déjà mentionné
dans la partie 1.2.4).
1.5 Phénomènes paramétriques en microcavité
Nous avons présenté plus-haut la microcavité comme un résonateur optique
dans lequel est placé un milieu non-linéaire, le puits quantique. Les interactions
entre les excitons du puits quantique correspondent à un χ(3) entre polaritons, ce
qui nous permet de faire le lien avec les phénomènes paramétriques présentés dans
la partie 1.1 qui débutait ce chapitre.
Dans les microcavités, l’amplification paramétrique a été observée dans le tra-
vail pionnier de SAVVIDIS et al. [36] (figure 1.17). Un faisceau de pompe excite la
branche de polariton basse d’une microcavité planaire à un angle non-nul voisin du
point d’inflexion de la dispersion. Un faisceau sonde excitant le bas de la branche
de polariton basse, en incidence normale, est alors amplifié de près de deux ordres
de grandeur. Un peu plus tard, sans appliquer de sonde, STEVENSON et al. [37] ont
observé l’apparition spontanée d’une population dans le bas de la branche de po-
lariton basse, ainsi que d’une population complémentaire au vecteur d’onde sym-
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FIGURE 1.17 – Effet d’amplification paramétrique observée dans le travail de SAVVI-
DIS et al. [36] : schéma de la structure, dispersion des polaritons de microcavité et
position des modes signal, pompe et complémentaire impliqués. Pour que le pro-
cessus ait lieu, l’énergie et le vecteur d’onde doivent pouvoir être conservés : la
pompe doit donc être à angle non nul et le système doit être dans le régime de cou-
plage fort.
métrique par rapport à la pompe : c’est le processus d’oscillation paramétrique.
Dans ces deux processus, l’énergie et le vecteur d’onde dans le plan des couches
sont conservés. Les résultats ont été interprétés en termes d’amplification et d’os-
cillation paramétrique du troisième ordre (enχ(3)), triplement résonnante, selon des
modèles théoriques quantiques[19, 38] et classiques[39].
Dans ces microcavités planaires, pour que l’énergie et le vecteur d’onde soient
conservés, l’oscillation paramétrique sur la branche de polariton basse implique
que la pompe pompage soit réalisé à un angle d’incidence non nul. Ceci limite les
possibilités d’intégration du dispositif, pour lequel il serait souhaitable de pouvoir
exciter la structure en incidence normale. Le couplage fort est également indispen-
sable pour maintenit l’inflexion sur la branche basse de polariton qui permet la
conservation de l’énergie et du vecteur d’onde. Dans les microcavités planaires de
GaAs, il faut donc rester à une température cryogénique pour observer cette oscilla-
tion. Enfin, l’énergie des polaritons complémentaires est très proche de la transition
excitonique, ces polaritons ont donc une forte composante excitonique, de sorte
que le faisceau complémentaire sortant de la cavité a une intensité nettement plus
faible que le faisceau signal. Ainsi ces deux faisceaux générés sont très déséquilibrés
en intensité. Or, nous verrons plus tard que si les faisceaux produits par l’oscillation
sont supposés être quantiquement corrélés (partie 1.6.6), un fort déséquilibre en in-
tensité réduit considérablement l’espoir de voir ces corrélations quantiques (partie
1.6.5).
Pour toutes ces raisons, des recherches ultérieures ont porté sur l’idée de struc-
turer des cavités planaires pour contourner ces restrictions. La structuration pour
l’observation d’effets paramétriques a d’abord été abordée dans les fils photoniques
[40–42]. Dans ces fils, une gravure latérale crée un confinement qui fait apparaître
un ensemble de branches de polaritons, entre lesquelles a été observée l’oscillation
paramétrique interbranches, dégénérée en angle (figure 1.18). Similairement, l’os-
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cillation paramétrique interbranches a été observée récemment dans des micropi-
liers où le confinement latéral a lieu dans les deux directions [43]. Au Laboratoire
Pierre Aigrain, les microcavités couplées ont été étudiées pour observer l’oscillation
paramétrique interbranches [44, 45]. L’idée consiste ici à créer une structure compo-
sée de plusieurs microcavités empilées, couplées par les miroirs intermédiaires. Le
couplage fait apparaître des modes délocalisés sur toutes les cavités, entre lesquels
a aussi été observée l’oscillation paramétrique interbranche, dégénérée en énergie
(figure 1.19). Dans ces deux systèmes (cavités gravées et cavités couplées), le cou-
plage fort n’est plus indispensable puisque c’est la structuration photonique qui
fournit les modes aux bonnes énergies et vecteurs d’onde pour que ces quantités
soient conservés dans le processus paramétrique. De plus, le pompage peut avoir
lieu en incidence normale, ce qui permet d’envisager la création d’un dispositif in-
tégré. Malgré tout, le processus crée toujours une paires de faisceaux très déséquili-
brés.
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FIGURE 1.18 – Effet d’oscillation paramétrique interbranches, dégénérée en angle,
observée dans le travail de DASBACH et al. [42] sur un échantillon de fils photo-
niques : schéma de la structure, dispersion de luminescence expérimentale sur la-
quelle on observe la position des modes signal, pompe et complémentaire.
Pour permettre aux faisceaux d’être équilibrés, au Laboratoire Pierre Aigrain a
été étudiée l’oscillation paramétrique interbranches dégénérée en énergie dans une
microcavité triple [46] (figure 1.20). Cette fois les faisceaux générés sont à la même
énergie, donc ils ont la même composante excitonique, et les intensités des fais-
ceaux lumineux sortants sont égales. Cette situation est tout à fait favorable à l’étude
des corrélations quantiques entre les faisceaux générés. De plus les faisceaux sont
séparables spatialement puisqu’ils se propagent dans des directions différentes. Ceci
facilite les mesures de bruit en comparaison de toutes les configurations dégénérées
en angle. Il est donc très intéressant de poursuivre cette étude pour approfondir les
propriétés de l’oscillation paramétrique dans ces systèmes et établir l’existence des
corrélations quantiques.
Dans cette thèse, nous poursuivons l’étude des microcavités structurées. Nous
présentons la mise en évidence de l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie
dans des fils photoniques au chapitre 3. Dans le chapitre 4, nous présenterons nos
résultats sur l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie dans des microcavités
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FIGURE 1.19 – Effet d’oscillation paramétrique interbranches, dégénérée en angle,
observée dans le travail de DIEDERICHS et al. [45] sur un échantillon de microca-
vité triple : schéma de la structure, dispersion de luminescence expérimentale sur
laquelle on observe la position des modes signal, pompe et complémentaire.
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FIGURE 1.20 – Effet d’oscillation paramétrique interbranches, dégénérée en éner-
gie, observée dans le travail de DIEDERICHS [46] sur un échantillon de microcavité
triple : schéma de la structure, dispersion des trois branches basses de polaritons
sur laquelle on observe la position des modes signal, pompe et complémentaire.
couplées, d’abord en montrant l’existence de cette oscillation à basse température,
puis en s’attardant sur la possibilité de voir le phénomène à température ambiante.
Enfin, dans le chapitre 5, nous utiliserons l’amplification paramétrique dans une
microcavité couplée pour étudier la physique des interactions entre polaritons, ré-
solue en polarisation.
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1.6 Fluctuations d’intensité et corrélations
Jusqu’ici, nous avons détaillé les phénomènes non-linéaires, en termes de va-
leurs moyennes, ou encore de populations de polaritons. Un pan entier d’applica-
tions des systèmes d’optique non-linéaires est pourtant lié aux notions de fluctua-
tions, de bruit, de corrélations, qui correspondent à l’étude des variations des gran-
deurs du système autour de leur valeur moyenne. En particulier, on s’intéressera aux
fluctuations d’intensité des faisceaux produits par l’oscillation paramétrique dans
les microcavités, et on s’efforcera de décrire le régime quantique où deux faisceaux
sont dits jumeaux.
Parmi les applications des faisceaux jumeaux, citons les mesures au-delà du bruit
quantique standard, la cryptographie quantique en variables continues, les mesures
quantiques non destructives, ou encore l’obtention d’une source de photons uniques
dits “annoncés”. Un traitement plus exhaustif des fluctuations quantiques et de leurs
applications apparaît dans les références [2, 3, 47].
Dans cette partie, nous présentons donc les concepts et fixons les notations pour
comprendre l’étude du bruit quantique dans les microcavités de semiconducteurs.
1.6.1 Introduction au bruit quantique
Un champ électromagnétique classique est représenté par ses deux quadratures
E1 et E2, où alternativement, par son amplitude E0 et sa phase φ. E1 et E2 sont les
coordonnées du champ E dans le plan de Fresnel, qui est représenté par un point.
E = E1 cos(ωt )+E2 sin(ωt )= E0 cos(ωt +φ) (1.72)
0
Y
X
E2
E1
E 0
φ
FIGURE 1.21 – Un champ classique est un point dans le plan de Fresnel.
Quantiquement, les deux quadratures E1 et E2 sont des opérateurs hérmitiens
conjugués, comme le sont la position x et l’impulsion p d’une particule. De ce fait,
E1 et E2 ne commutent pas, et leurs variances vérifient une inégalité du type de
l’inégalité d’Heisenberg :
∆E1∆E2 ≥ E 20 (1.73)
La constanteE0 définit l’aire minimale d’incertitude de la représentation du champ
dans le diagramme de Fresnel (figure 1.22). Elle correspond aussi au champ élec-
trique d’un seul photon, et on peut l’écrire E0 =
√
~ω
2²0V
, où ²0 est la constante di-
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FIGURE 1.22 – Un champ quantique occupe une surface dans le plan de Fresnel. Par
exemple, les fluctuations des quadratures peuvent décrire une ellipse, définissant
des quadratures de fluctuations minimales et maximales.
électrique du milieu, et V le volume de quantification. E0 sert également à relier
les opérateurs de quadrature avec les opérateurs de création et d’annihilation d’un
photon, a† et a :
E1 = E0(a+a†) E2 =−iE0(a−a†) (1.74)
E0 donne donc une échelle naturelle pour les variations des deux quadratures du
champ. En particulier, dans l’état du vide, où la valeur moyenne du champ et nulle et
où il n’y a pas de référence de phase, les deux quadratures E1 et E2 sont équivalentes
et leurs variances vérifient l’égalité minimale :
(∆E1)vide = (∆E2)vide = E0 (1.75)
L’état vide est un cas particulier d’état cohérent, défini comme état propre de
l’opérateur annihilation. Le champ d’un état cohérent différent de l’état vide est de
moyenne non-nulle, mais les variances des quadratures sont les mêmes que dans
l’état vide :
(∆E1)coh = (∆E2)coh = E0 (1.76)
Un état cohérent peut donc être vu comme un champ classique, parfaitement
déterminé, auquel se superpose les fluctuations quantiques du vide. Plus généra-
lement, les sources habituelles ou “classiques” produisent des états dans lesquels
aucune quadrature n’est priviliégiée par rapport à l’autre :
(∆E1)class = (∆E2)class ≥ E0 (1.77)
Inversement, on atteint le régime quantique quand les variations d’une des qua-
dratures deviennent plus petites que la limite formée par E0, qui est précisément
appelée limite quantique standard (ou shot noise en anglais, en référence au bruit
de grenaille dont nous parlerons plus bas). Un tel état est dit comprimé (squeezed
en anglais). Notons que le produit des variances restent toujours supérieur ou égal à
E 20 , même si l’une d’entre elles passe sous la limite standard. Dans le plan de Fresnel,
un état comprimé est représenté, non plus par un disque, mais par une ellipse dont
le petit axe correspond à la quadrature où la réduction de bruit est maximale.
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1.6.2 Bruit d’intensité
En passant aux coordonnées polaires, on peut décrire le champ par son ampli-
tude et sa phase, ou encore par son intensité I = E 20 = E 21 +E 22 et sa phase. Dans la
limite d’un champ intense, on peut linéariser chaque quadrature comme étant la
somme d’un champ moyen et de fluctuations : E = 〈E〉+δE . Les fluctuations d’in-
tensités sont liées aux fluctuations d’amplitude par la relation ∆I 2 = 4〈I 〉∆E 20 . Pour
un état cohérent intense, on a donc :
(∆I 2)coh = 4〈I 〉E 20 (1.78)
L’intensité I est précisément la grandeur qu’on mesure en envoyant directement
un faisceau sur une photodiode 10 11. On peut comprendre aussi la notion de bruit
quantique standard en utilisant une description corpusculaire, où le faisceau corres-
pond à un flux de photons. Dans ce cas, l’intensité mesurée par un détecteur idéal
est une variable aléatoire :
I (t )=∑
k
δ(t − tk ) (1.79)
où tk est l’instant auquel est détecté le photon k. Le bruit sur l’intensité est alors
complètement caractérisé par la distribution statistique des instants tk , ou de ma-
nière équivalente par la distribution des délais successifs τk = tk − tk−1. La statis-
tique de la variable I est caractérisée par son spectre de bruit SI (Ω), que l’on mesure
physiquement en branchant le signal électrique de la photodiode à un analyseur de
spectre 12. Le spectre de bruit S I est défini comme la transformée de Fourier de la
fonction d’autocorrélation C I (τ) :
C I (τ)= 〈I (t )I (t +τ)〉−〈I (t )〉〈I (t +τ)〉 (1.80)
S I (Ω)=
∫
dτe iΩτC I (τ) (1.81)
Dans la description corpusculaire, on peut transformer l’expression de S I en in-
troduisant le facteur de Mandel Q(Ω) :
S I (Ω)= 〈I 〉 (1+Q(Ω)) (1.82)
Q(Ω)= 1〈I 〉
∑
k 6=k ′
〈
e iΩ(tk−tk′ )
〉
−2iδ(Ω)〈I 〉 (1.83)
Le deuxième terme dans le spectre de bruit, 〈I 〉Q(Ω), correspond aux corré-
lations temporelles entre photons différents. Dans le cas d’une statistique poisso-
nienne, les délais successifs τk sont indépendants et le flux moyen de photons est
fixé (ce qui est équivalent à distribuer les délais τk selon une loi de probabilité expo-
nentielle). On peut montrer que Q(Ω)= 0 pour une telle statistique, et il ne reste que
le premier terme dans le spectre S I , indépendant de la fréquence et proportionnel à
l’intensité moyenne. Ce premier terme correspond au bruit quantique standard, et
on retiendra donc que c’est le spectre de bruit d’un flux de photons poissonien. Une
réduction de bruit par rapport à cette référence poissonienne correspond à Q < 0,
10. Pour les faibles flux de photons, l’intensité n’est plus une variable continue. La mesure devient
digitale ; on parle de comptage de photons.
11. Dans d’autres configurations, comme avec la détection homodyne, on a accès aux autres quadra-
tures du champ
12. En régime de comptage de photons, on peut directement faire une mesure, dite “Start-Stop”, des
délais τk .
1.6. Fluctuations d’intensité et corrélations 57
une augmentation à Q > 0. On retiendra donc que le facteur de Mandel représente
l’écart au bruit quantique standard.
Un faisceau s’écarte donc du bruit quantique standard pour deux raisons pos-
sibles : soit les photons ne sont pas indépendants, soit les délais τk ne sont pas dis-
tribués selon une loi de probabilité exponentielle.
Illustrons les écarts au bruit quantique standard par quelques cas particuliers de
sources lumineuses.
Source cohérente
Les photons dans une source cohérente, comme un laser monomode transverse,
sont tous dans le même état quantique. Leur statistique d’impact sur le détecteur est
précisément poissonienne et correspond au bruit quantique standard.
Source thermique
Considérons une source blanche à l’équilibre thermique. Dans une telle source,
le facteur d’occupation moyen des états quantiques est petit devant 1. Pour un état
quantique donné, et dans le cas des photons qui sont des bosons, le facteur d’oc-
cupation vaut 0, 1, 2 ou plus, avec une probabilité rapidement décroissante. Quand
un nouveau photon est produit, la probabilité qu’il rejoigne l’état vide |nq = 0 >
s’écrit
∣∣a†|nq = 0>∣∣2 = α2. Par contre, la probabilité qu’il rejoigne l’état |nq = 1 >
déjà occupé par un photon vaut
∣∣a†|nq = 1>∣∣2 = ∣∣p2a†|nq = 0>∣∣2 = 2α2. On en dé-
duit que la probabilité d’avoir un deuxième photon dans un état qui en contient
déjà un est le double de celle de voir ce photon occuper un état initialement vide. Ce
phénomène est à l’originie du phénomène dit de regoupement de photons (photon
bunching en anglais), qui correspond au fait qu’une source thermique a tendance a
produire des photons groupés plutôt qu’aléatoirement répartis, et qui a été observé
par Hanbury Brown et Twiss [48–51]. Ce groupement de photons “par paquets” cor-
respond à une statistique sur-poissonienne, dont le spectre de bruit est plus élevé
que la limite quantique standard.
Flurorescence atomique résonante
Considérons la fluorescence d’un système atomique excité près de sa résonance.
Entre deux émissions spontanées successives, l’atome doit retourner à son état fon-
damental, et ne peut donc pas réémettre immédiatement. Cette dynamique de la
transition à deux niveaux implique qu’il est improbable que la détection d’un pho-
ton soit suivie d’une deuxième détection dans un délai de l’ordre du temps de vie
radiatif du système. On appelle cette situation le dégroupement de photons (pho-
ton antibunching en anglais), ce qui traduit que les photons émis par une fluo-
rescence atomique résonante soit plus régulièrement répartis que dans le faisceau
issu d’une source cohérente. La statistique d’une telle source “régulière” est sous-
poissonienne, et son spectre de bruit est sous la limite quantique standard [52, 53].
1.6.3 Corrélations entre deux faisceaux
Considérons maintenant le cas où le système est composé de deux champs E1 et
E2 que l’on peut mesurer séparément. On a alors quatre coordonnées pour décrire
le système dans le plan de Fresnel : (Ep1,Eq1) pour le premier champ, (Ep2,Eq2) pour
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le deuxième. On s’intéresse aux corrélations d’intensité entre les deux champs. Par
exemple, une donnée pertinente est l’information obtenue sur l’intensité I2 après
avoir mesuré I1. Cette donnée est appelée variance conditionnelle, est notée∆(I2|I1),
et est liée à la corrélation C I1 I2 entre I1 et I2
∆2(I2|I1)=∆2(I2)−
C I1 I2
∆2(I1)
(1.84)
C I1 I2 =
1
2
〈I1I2+ I2I1〉−〈I1〉〈I2〉 (1.85)
Idéalement, si la fonction de corrélation C I1 I2 atteint ∆
2(I1)∆2(I2), alors la va-
riance conditionnelle s’annulle, et on connaît parfaitement les fluctuations de I2 en
ayant mesuré celles de I1. Notons que des faisceaux classiques peuvent tout à fait at-
teindre la limite de corrélation quasi-parfaite définie par ∆2(I2|I1)¿ ∆2(I2),∆2(I1),
en particulier s’ils sont individuellement très bruités. Par contre, il existe une limite
quantique que l’on exprime de la façon suivante : on dira que les corrélations entre
les 2 champs sont dans le régime quantique si, en les mélangeant de manière appro-
priée, on peut obtenir un champ non-classique, c’est-à-dire dont l’intensité est sous-
poissonienne. Concrètement, pour deux champs dont les variances sont équilibrées,
on aura par exemple des corrélations quantiques sur la quadrature q si :
G = ∆
2Eq1
E 20
(
1−
CEq1Eq2
∆(Eq1)∆(Eq2)
)
< 1 (1.86)
Cette grandeur G est appelée gémélité. Il faut donc que la corrélation normalisée
CEq1Eq2
∆(Eq1)∆(Eq2)
soit suffisamment proche de 1 pour atteindre le régime quantique.
On peut réécrire G sous une autre forme :
G = ∆
2(Eq1−Eq2)
2E 20
(1.87)
G < 1 équivaut donc à ∆2
(
Eq1−Eq2p
2
)
< E 20 . On déduit une autre formulation
du critère de corrélation quantique, plus commune : les champs sont quantique-
ment corrélés sur la quadrature q si les fluctuations de la différence des quadratures
sont sous la limite quantique standard. Pour cette raison, les corrélations quantiques
sont l’analogue d’un état comprimé sur la différence des quadratures (on parle de
difference squeezing).
En particulier, sur la quadrature d’amplitude qui nous intéresse ici, on aura des
corrélations quantiques si les fluctuations de la différence d’intensité sont sous la li-
mite quantique standard. 13 Dans l’interprétation corpusculaire, des faisceaux quan-
tiquement corrélés sont des faisceaux formés (au moins partiellement) de paires de
photons [54].
13. Deux faisceaux quantiquement corrélés ne sont pas forcément intriqués. Il y a en fait une hiérar-
chie de critères de corrélations. Le critère le plus facile à atteindre est celui que nous avons présenté
ici. Vient ensuite le critère de corrélation permettant une mesure quantique non-destructive (QND) :
∆2(Eq2|Eq1) < E 20 , qui est plus strict sur la gémélité G . Les critères d’intrication sont encore plus stricts.
Celui de Mancini par exemple est une condition sur deux gémélités, de la différence sur une quadrature
et de la somme sur la quadrature conjuguée.
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1.6.4 Effets d’une lame séparatrice sur le bruit d’un faisceau
Bruit sur le faisceau transmis
Considérons le cas où un faisceau de statistique donnée, décrite par l’inten-
sité moyenne 〈II 〉 et le facteur de Mandel QI (Ω), est incident sur une lame semi-
réfléchissante de coefficient de réflexion en intensité R et de transmission T (figure
1.23). On s’intéresse à la statistique du faisceau transmis. Son intensité moyenne
vaut donc 〈IT 〉 = T 〈I I 〉. Le spectre de bruit du faisceau incident vaut S I = 〈II 〉 (1+
QI (Ω)). On peut montrer que le spectre de bruit ST du faisceau transmis vaut :
ST = 〈IT 〉 (1+QT (Ω)) (1.88)
QT (Ω))= TQI (Ω) (1.89)
R, T
I I , S I IT , ST
IR , SR
FIGURE 1.23 – Un faisceau traverse une lame séparatrice.
On constate que le faisceau transmis est plus près du bruit quantique standard
que le faisceau incident. Ce cas est intéressant parce que les pertes linéaires sont
assimilables à l’effet d’une lame réfléchissante. On retiendra donc que les pertes
rapprochent un faisceau du bruit quantique standard. Un faisceau sur-poissonien
verra son bruit être réduit par la perte, par contre un faisceau sous-poissonien verra
son bruit augmenter. Dans les deux cas, le bruit d’un faisceau très atténué tend vers
le bruit quantique standard.
Bruit sur la somme et la différence
Supposons maintenant que nous utilisons deux détecteurs, placés sur chacune
des deux voies de sorties de la lame séparatrice. Nous nous intéressons maintenant
à la statistique de la différence et de la somme des intensités.
Dans le cas particulier d’une lame 50/50 (T = R = 12 ), on peut montrer que le
bruit de la somme est égal au bruit du faisceau incident, tandis que le bruit de la
différence est égal au bruit quantique standard. Ce dernier point vient du processus
de partition réalisé par la lame : elle sépare aléatoirement et complètement indé-
pendamment les photons vers l’une ou l’autre des deux voies. Expérimentalement,
on peut donc comparer simplement le bruit d’intensité d’un faisceau et le comparer
au shot noise : il suffit de mesurer le spectre de bruit de la somme et de la différence
des intensités à la sortie d’une lame 50/50 pour obtenir, respectivement, le bruit du
faisceau et le bruit quantique standard.
1.6.5 Effets des pertes sur les corrélations entre deux faisceaux
On peut montrer que les pertes sur deux faisceaux “dégradent” les corrélations
qu’on cherche à mesurer, et tout particulièrement si ces pertes sont déséquilibrées.
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Les calculs sont présentés dans l’annexe A. En résumé, des pertes équilibrées font
tendre les fluctuations de la différence d’intensité vers le bruit quantique standard.
Si les faisceaux individuels présentent un excès de bruit, comme c’est le cas dans
nos mesures sur les fils photoniques au chapitre 3, alors des pertes déséquilbrées
polluent les fluctuations de la différence d’intensité avec cet excès de bruit. Ainsi,
des pertes déséquilibrées font facilement disparaître le régime de corrélations quan-
tiques.
1.6.6 Effets des interactions non-linéaires sur le bruit
Établissons finalement le lien entre les milieux optiques non-linéaires, présen-
tés dans la partie 1.1, et les modifications des fluctuations quantiques d’un champ
électromagnétique. On cherchera en particulier à montrer comment un hamilto-
nien d’interaction quadratique en populations, qui correspond au plus petit ordre
de perturbation, influe sur les fluctuations des quadratures X et Y d’un champ.
Dans un cas général, on peut montrer qu’un hamiltonien quadratique transforme
un état minimal (c’est-à-dire vérifiant ∆E1∆E2 = E 20 ) en un autre état minimal, mais
en changeant les fluctuations sur chaque quadrature, conduisant à une réduction
de bruit sur l’une et à une augmentation correspondante sur l’autre.
On présentera ici plus précisément comment un processus d’amplification en
χ(2)puis comment un processus de mélange à trois ondes en χ(3)peuvent produire
respectivement un faisceau dans un état comprimé, ou deux faisceaux jumeaux.
Hamiltonien quadratique
On peut montrer qu’un hamiltonien quadratique effectue une transformation
linéaire sur les quadratures [47], qui s’exprime généralement :(
X
Y
)
(t )=M
(
X
Y
)
(t0) (1.90)
La matrice M est une matrice 2x2 unitaire. En représentation de Wigner, on as-
socie à X et Y les variables classiques x et y . On peut montrer que leurs fluctuations
δx et δy vérifient la même loi linéaire :(
δx
δy
)
(t )=M
(
δx
δy
)
(t0) (1.91)
Enfin, les variances des fluctuations, qu’on rassemble dans la matrice de cova-
riance V =
( 〈
δx2
〉 〈
δxδy
〉〈
δxδy
〉 〈
δy2
〉 ), sont elles-aussi transformées par la matrice M :
V (t )=MV (t0)M T (1.92)
On peut donc caractériser complètement l’évolution des variances des quadra-
tures à partir du hamiltonien.
Amplification paramétrique dégénérée
Un milieu de type χ(2) sondé par un champ à la fréquence ω représenté par
l’opérateur a, et soumis à un champ de pompe à la fréquence 2ω représenté par un
champ P0 classique (dans la limite où le champ de pompe est beaucoup plus intense
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que la sonde), peut être décrit par le hamiltonien, qui décrit en seconde quantifica-
tion le mécanisme présenté dans l’approche classique que l’on a présenté dans la
partie 1.1.3 :
H = ~ωa†a− i~ξ
2
(P0e
2iωt a†
2−P∗0 e−2iωt a2) (1.93)
En représentation d’interaction où on introduit l’opérateur a˜ = ae iωt , ce hamil-
tonien se réécrit :
Hint =−i~ξ
2
(P0a˜
†2−P∗0 a˜2) (1.94)
L’équation de Heisenberg correspondante
d a˜
d t
= i
~
[Hint , a˜] s’écrit :
d a˜
d t
=−ξP0a˜† (1.95)
Notons g = ξP0. En supposant que g est un réel positif (par un choix de la réfé-
rence des phases), les équations pour les quadratures X = a˜+ a˜
†
p
2
et Y = a˜− a˜
†
i
p
2
sont
les suivantes :
d X
d t
=−g X (1.96a)
dY
d t
=+g Y (1.96b)
et les solutions sont immédiates :
X (t )= X (0)e−g t (1.97a)
Y (t )= Y (0)e+g t (1.97b)
Ainsi on trouve un phénomène d’amplification paramétrique. L’amplification
dépend de la phase : il y a amplification sur une quadrature, et atténuation sur la
quadrature conjuguée.
Pour estimer les fluctuations, il reste donc à évaluer les éléments de la matrice de
covariance V . La matrice M présentée au paragraphe précédent est ici diagonale :(
X
Y
)
(t )=
(
e−g (t−t0) 0
0 e+g (t−t0)
)(
X
Y
)
(t0)=M
(
X
Y
)
(t0) (1.98)
Supposons que l’état initial soit le vide quantique ou un état cohérent :〈
δx2
〉
(t0)= 1
2
(1.99a)〈
δy2
〉
(t0)= 1
2
(1.99b)〈
δxδy
〉
(t0)= 0 (1.99c)
Avec l’équation 1.92, on montre alors que les variances au temps t sont :〈
δx2
〉
(t )= 1
2
e−2g t (1.100a)〈
δy2
〉
(t )= 1
2
e+2g t (1.100b)〈
δxδy
〉
(t )= 0 (1.100c)
Ainsi on obtient un état comprimé sur la quadrature Y , tandis que la variance de
la quadrature X augmente de sorte que l’état reste minimal.
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Mélange à 3 ondes
Considérons un deuxième cas simple, plus proche de la configuration décrite
dans cette thèse, où un milieu en χ(3)est soumis à un champ de pompe P0 classique
à la fréquence ωp , produisant deux faisceaux signal et complémentaire décrits par
des opérateurs a et b, lentement variables autour des fréquences ωs et ωc . On s’in-
téresse au processus durant lequel deux photons de pompe co-propageants sont
convertis en un photon signal et un photon complémentaire. Ce processus vérifie la
conservation de l’énergie et de l’impulsion : 2ωp =ωs +ωc et 2kp = ks +kc . L’évolu-
tion suit alors le hamiltonien suivant :
H = ~ωs a†a+~ωc b†b− i~ξ
2
(P 20 e
−2ωp t a†b†+P∗0 2e2ωp t ab) (1.101)
En représentation d’interaction, ce hamiltonien se réécrit :
Hint =−i~ξ
2
(P 20 a˜
†b˜†−P∗0 2a˜b˜) (1.102)
On obtient les équations d’évolution couplées :
d a˜
d t
=−ξP
2
0
2
b˜† (1.103)
db˜
d t
=−ξP
2
0
2
a˜† (1.104)
(1.105)
Notons g = ξP
2
0
2
. En supposant que g est un réel positif (par un choix de la
référence des phases), les équations sont découplées pour les modes symétrique
α= a˜+ b˜p
2
et antisymétrique β= a˜− b˜p
2
:
dα
d t
=−gα† (1.106)
dβ
d t
=+gβ† (1.107)
Enfin, ces équations se simplifient pour les quadratures Xα = α+α
†
p
2
, Yα = α−α
†
i
p
2
,
Xβ =
β+β†p
2
, Yβ =
β−β†
i
p
2
:
d Xα
d t
=−g Xα
d Xβ
d t
=+g Xβ (1.108)
dYα
d t
=+g Yα
dYβ
d t
=−g Yβ (1.109)
Les solutions sont :
Xα(t )= e−g t Xα(0) Xβ(t )= e+g t Xβ(0) (1.110)
Yα(t )= e+g t Yα(0) Yβ(t )= e−g t Yβ(0) (1.111)
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On note une réduction sur la quadrature X de la somme α, et une amplification
sur la même quadrature X de la différence β.
Comme dans le paragraphe précédent, les matrices Mα et Mβ sont diagonales.
Finalement, on peut calculer l’évolution des matrices de covariance Vα et Vβ. En
supposant que les états initiaux sont des états vides ou cohérents, on obtient :
〈
δx2α
〉
(t )= 1
2
e−2g t
〈
δx2β
〉
(t )= 1
2
e+2g t (1.112)〈
δy2α
〉
(t )= 1
2
e+2g t
〈
δy2β
〉
(t )= 1
2
e−2g t (1.113)〈
δxαδyα
〉
(t )= 0 〈δxβδyβ〉 (t )= 0 (1.114)
Sur la figure 1.24, on représente l’évolution temporelle des états par leurs tra-
jectoires dans l’espace des phases et par la déformation des ellipses décrivant leurs
fluctuations. Notons d’abord que les ellipses de bruit de a et b restent symétriques,
et grandissent. Notons ensuite l’amplification de la quadrature Y de la somme α, si
bien que la valeur moyenne de α est asymptotiquement confondue avec l’axes des
Y . Ainsi, asymptotiquement, la quadrature Y correspond à la quadrature d’ampli-
tude. Dans le même temps, on note que les fluctuations sur cette même quadra-
ture Y sont compressées pour la différence β : c’est précisément le phénomène de
réduction de bruit de photon : il y a réduction des fluctuations sur la quadrature
d’amplitude.
0
Y
X
α
β
a
b
FIGURE 1.24 – Évolution des quadratures et de leurs fluctuations lors du mélange à
trois ondes
En pratique, au lieu de mélanger les champs pour mesurer les fluctuations de
la quadrature X de la différence, on mesure les intensités Ia et Ib , dont on fait en-
suite la différence électroniquement (ou numériquement). À partir des variances
des quadratures exprimées ci-dessus, on peut montrer que les fluctuations
〈
δI−2
〉
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de la différence d’intensité I− = Ib − Ia sont également comprimées :〈
δI−2
〉
(t )
I−(t )
=
〈
δI−2
〉
(0)
I−(0)
e−2g t −→
t→+∞ 0 (1.115)
Les deux champs sont alors dits quantiquement corrélés ou jumeaux 14.
Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons parcouru les concepts d’optique non-linéaire, de
microcavités et de bruit quantique. Nous avons discuté les caractéristiques du pro-
cessus d’oscillation paramétrique, et en particulier quand il est issu d’un milieu en
χ(3). Nous avons décit comment les puits quantiques placé dans une microcavité
semiconductrice forment un système qui remplit tous les critères nécessaires à l’os-
cillation paramétrique optique. Enfin, dans la dernière partie, nous avons étudié
les propriétés de fluctuations des champs quantiques, et comment une interaction
non-linéaire comme celle ayant lieu dans l’OPO aboutit à des faisceaux quantique-
ment corrélés, ou jumeaux. Dans la suite de cette thèse, on s’intéressera à observer
expérimentalement tous ces phénomènes dans des microcavités, avec l’objectif de
réaliser à terme une source de faisceaux jumeaux.
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Chapitre 2
Techniques expérimentales
Nous décrirons dans ce chapitre les principales méthodes expérimentales em-
ployées et améliorées dans cette thèse. Nous aborderons brièvement la fabrication
des échantillons. Nous présenterons le dispositif d’excitation et de visualisation de
l’émission, qui nous permet en particulier d’observer le plan de Fourier et de ré-
soudre l’émission à la fois angulairement et spectralement en une seule acquisition.
Nous nous concentrerons enfin sur le dispositif de mesure destiné à la question du
bruit quantique des faisceaux générés par les processus paramétriques. Nous dé-
taillerons les propriétés des photodiodes et des amplificateurs bas bruit mis au point
et utilisés dans cette thèse.
2.1 Fabrication des échantillons
La structure générale des échantillons de microcavités planaires a été décrite
dans la partie 1.4. Ici le processus de fabrication sera détaillé. À part le clivage et
le collage finaux, toutes les étapes décrites ici ont été réalisées au Laboratoire de
Photonique et Nanostructures par Aristide Lemaître et Jacqueline Bloch, ainsi que
Pascale Senellart et Isabelle Sagnes pour la gravure.
Les microcavités étudiées dans cette thèse sont toutes basées sur une structure
diélectrique planaire produite par épitaxie par jet moléculaire, technique de crois-
sance qui permet de déposer un film de semiconducteur monocrystallin sur un sub-
strat monocrystallin. Dans une chambre sous vide, les éléments sources (Gallium,
Arsenic, etc.) sous forme solide sont chauffés jusqu’à sublimation, se condensent
sur le substrat sous forme de couches, dont l’épaisseur est contrôlée jusqu’à la couche
atomique près. L’uniformité de l’épaisseur des couches est garantie par la rotation
rapide du substrat pendant la croissance. Inversement, il est possible d’obtenir un
gradient d’épaisseur dans une couche en arrêtant momentanément la rotation du
substrat. Ceci permet de varier en particulier la taille de la cavité et donc les lon-
gueurs d’onde qui lui sont résonantes. Dans nos échantillons de microcavités mul-
tiples utilisés aux chapitres 5 et 4, chaque cavité contient un gradient d’épaisseur
qui décale la résonance de 3.6 meV/mm. Les gradients ont tous des directions diffé-
rentes, ce qui permet d’ajuster la position des cavités de façon indépendante. Dans
les échantillons de fils photoniques, il n’y a qu’une cavité et un seul gradient. Nous
avons choisi de placer ce gradient dans la direction orthogonale aux fils pour que
l’énergie des polaritons soit la même sur toute la longueur de chaque fil (voir cha-
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pitre 3). Comme nous l’avons évoqué dans la partie 1.3.1, les microcavités couplées
que nous utilisons dans cette thèse sont très épaisses (jusqu’à 9.94 µm). D’une part,
ceci rend la croissance par épitaxie très longue. D’autre part, il existe une épais-
seur critique au-delà de laquelle des dislocations peuvent apparaître à cause des
contraintes des désaccords de maille entre couches successives. Nos échantillons
ne présentent pas telles dislocations.
Pour la gravure les microcavités “1D”, ou fils, un masque est réalisé par lithogra-
phie électronique, puis les échantillons sont gravés par gravure ionique réactive.
L’échantillon est finalement clivé le long d’axes cristallins, puis collé sur un porte-
échantillon en cuivre à l’aide d’une laque d’argent, le tout assurant le contact ther-
mique et la stabilité mécanique.
2.2 Cryogénie
La plupart des échantillons est conçue pour être étudiée à des températures de
quelques K. Nous décrivons ici la partie du montage dédiée au maintien des micro-
cavités à cette température.
Le support de l’échantillon est fixé sur un élément appelé “doigt froid” dans le-
quel circule un flux d’hélium 4 liquide à 4.2 K. Le doigt froid est muni d’un cap-
teur de température pour ajuster le débit d’hélium. La mesure est comparée à une
consigne pour contrôler l’ouverture d’un pointeau situé à l’extrémité de la canne de
transfert d’où est prélevé l’hélium liquide. L’hélium ayant circulé en contact avec le
doigt froid est ensuite envoyé dans un circuit de récupération, pour être de nouveau
liquéfié pour une utilisation future.
Le porte-échantillon et le doigt froid sont placés dans un cryostat sous vide (fi-
gure 2.1) fabriqué par Oxford Instruments. La pression d’environ 10−6 mbar est ob-
tenue à l’aide d’un pompe turbomoléculaire. Le cryostat est muni de fenêtres per-
mettant les mesures optiques sur l’échantillon.
Échantillon
Porte-échantillon
Fenêtre
Fenêtre
Enceinte sous vide
Laque d’argent
Flux d’Hélium
liquide
FIGURE 2.1 – Schéma du cryostat à circulation d’hélium dans lequel est fixé l’échan-
tillon
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2.3 Excitation laser
Le comportement des microcavités s’étudie par injection de porteurs dans la
structure. Deux types d’excitation sont possibles, correspondant à l’injection des
deux types de porteurs : électrique ou optique. L’excitation électrique vise à injecter
des électrons et des trous dans les puits quantiques, par l’application d’une diffé-
rence de potentiel entre les faces de la microcavité dont les couches ont été spéciale-
ment dopées à cet effet. Même si l’injection électrique est le type d’excitation le plus
favorable à une utilisation de la microcavité comme dispositif à part entière (comme
un VCSEL), elle est aussi moins flexible comparée à l’excitation optique. Cette der-
nière consiste à injecter plutôt des photons dans la cavité en éclairant une de ses
faces par un faisceau laser. Le choix de la longueur d’onde du laser permet de choi-
sir si les photons sont injectés en résonance ou non. Hors résonance, les photons
sont injectés à haute énergie (comparativement à l’énergie des polaritons), absor-
bés, puis relaxent jusqu’à créer les polaritons. Au contraire, en résonance, on injecte
directement des photons à l’énergie des polaritons. Nous décrirons ici l’excitation
optique de nos échantillons.
2.3.1 Production et caractériques du faisceau laser
Le faisceau laser d’excitation est produit par un laser COHERENT MIRA, qui est
un laser Titane-Saphir accordable du rouge au proche infrarouge. Ce laser à cavité
linéaire permet de créer un faisceau continu ou impulsionnel, que nous utiliserons
en continu dans les expériences décrites dans cette thèse. Dans cette configuration,
la puissance laser accessible est de l’ordre d’1W. Le laser Titane-Saphir est lui-même
pompé par un laser COHERENT VERDI émettant en continu à 532 nm, composé d’un
système de pompage à diodes laser fibrées, d’un cristal de Nd :YVO4 lasant à 1064
nm, et finalement d’un cristal doubleur de fréquence. L’ajustement de la longueur
d’onde du Titane-Saphir de 700 à 1000 nm est réalisé en tournant un cristal biréfrin-
gent situé dans la cavité laser.
Comme indiqué dans la partie 1.6.2, les photons sortent de la cavité d’un laser
continu idéal à des instants indépendants les uns des autres, et le bruit d’intensité
du faisceau est donc rigoureusement un bruit poissonien (aussi appelé bruit de gre-
naille, ou encore shot noise). Dans un laser réel, différents phénomènes s’ajoutent
néanmoins au spectre plat du bruit de grenaille.
Premièrement, on observe un excès de bruit à basses fréquences, en-dessous d’1
MHz. Ce phénomène est associé aux oscillations plasma dans le cristal de Titane-
Saphir. Ce bruit basse-fréquence du laser oblige à mener les mesures de bruit d’in-
tensité (décrites dans la partie 2.5) à des fréquences supérieures à 1 MHz.
Deuxièmement, le laser MIRA est conçu comme un bon générateur d’impulsions
à spectre large, mais au contraire n’est pas conçu pour être un générateur de fais-
ceaux continus aussi bon qu’un laser monomode. Un laser monomode est générale-
ment basé sur une cavité en anneau muni d’une succession d’étalons de filtrage. Au
contraire, la cavité du laser MIRA n’est pas munie d’étalons, et produit un faisceau
multi-modes qui est la superposition d’un grand nombre de modes longitudinaux de
la cavité. En conséquence, l’intensité du faisceau présente donc des battements ca-
ractéristiques de cette superposition à des fréquences supérieures au GHz. Comme
on le verra, la bande passante de nos détecteurs n’atteint pas le GHz, les mesures de
bruit ne sont donc pas limitées par les oscillations à ces fréquences.
Notons qu’en excitation résonante, du point de vue des modes polaritoniques ou
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même photoniques (loin de l’exciton) des microcavités, le laser multi-modes n’ex-
cite bel-et-bien qu’un seul mode de l’échantillon. En effet, même si la raie laser est
composées de multiples raies, elle est tout entière nettement plus fine que la largeur
des modes de cavité de nos échantillons.
Enfin, un isolateur optique THORLABS large-bande placé en sortie du laser MIRA
permet d’éviter le couplage par réflexion entre le laser et l’échantillon de microca-
vité. Ce couplage a tendance à forcer le laser à émettre rigoureusement sur la lon-
gueur d’onde de résonance de la microcavité, quand celui-ci s’en approche. L’iso-
lateur, par effet Faraday, atténue de 40 dB les ondes réfléchies par la microcavité,
et permet ainsi de balayer la longueur d’onde du laser autour des résonances de
l’échantillon sans en ressentir l’effet.
2.3.2 Optique gaussienne et focalisation
Le laser d’excitation produit un faisceau gaussien qui doit ensuite être focalisé
sur l’échantillon de microcavité. Les contraintes sur la focalisation du faisceau laser
sont les suivantes :
– Pour atteindre des intensités d’excitation suffisamment grandes, le faisceau
doit être suffisamment focalisé. Si ce n’est pas le cas, dans les expériences dans
lesquels on n’atteint pas le régime non-linéaire reste une ambiguité : ce régime
est-il complètement inaccessible à toute puissance ou n’a-t-on simplement
pas excité le système suffisamment fort ?
– Le cas idéal qui modélise les effets non-linéaires est généralement celui de
l’excitation par une onde plane d’extension latérale infinie. En pratique, le
spot de diamètre limité introduit donc des effets de taille finie dans les ob-
servations qui peuvent réduire notablement l’efficacité des processus non-
linéaires. Citons en particulier le phénomène de walk-off, qui correspond à la
dégradation de la superposition spatiale entre les polaritons pompe, signal, et
complémentaire (détaillé dans le chapitre 4). Pour contrer ces effets, la tache
d’excitation doit donc être le plus large possible.
– Les échantillons de microcavités 2D présentent un gradient d’épaisseur qui
permet l’ajustement des longueurs d’onde de résonance des cavités. Étant
donné ce gradient d’épaisseur d’une part (3.6 meV/mm), et la finesse des cavi-
tés d’autre part (jusqu’à γC ≈ 0.1 meV), on détermine une taille de spot maxi-
male au-delà de laquelle il est inutile d’aller, sinon les extrémités du spot se-
raient de toute façon hors résonance (ici ≈ 360µm).
– Le cryostat sous vide, muni de sa fenêtre, impose une distance de travail d’en-
viron 1 cm entre l’échantillon et la lentille d’excitation.
– Enfin, contrairement à un montage en transmission où excitation et détection
sont découplées, ici le montage en réflexion oblige à choisir des optiques de
focalisation qui sont compatibles avec les contraintes de la détection abordées
dans la partie 2.4. En particulier, le faisceau réfléchi doit être suffisamment pe-
tit dans le plan de Fourier de la dernière lentille de focalisation, plan qui sert à
faire l’imagerie angulaire de l’émission. Cette dernière lentille doit aussi avoir
une grande ouverture angulaire, pour permettre l’observation des faisceaux
émis à grand angle.
Chemin optique Compte tenu de ces contraintes, on choisit comme lentille de fo-
calisation un oculaire de télescope WIDE SCAN Type III. Cette oculaire de télescope,
que l’on utilise ici dans une configuration originale (où il est inversé par rapport à
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l’utilisation habituelle dans un télescope) a pour particularités d’avoir une grande
ouverture angulaire de 84˚ et une distance focale de 16 mm, ce qui laisse un confor-
table distance de travail d’1 cm entre le bord de l’oculaire et le plan focal où sera
placé l’échantillon. On amène le faisceau laser jusqu’à cet oculaire par une succes-
sion de lentilles qui permettent d’ajuster la position et la taille du waist du faisceau
gaussien, qui doit se trouver sur la surface de l’échantillon avec un diamètre proche
de 50 µm. La lame séparatrice S1 permet de laisser passer les faisceaux émis par
l’échantillon vers le dispositif de visualisation.
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FIGURE 2.2 – Schéma du dispositif optique d’excitation. Lc yl est une lentille cylin-
drique facultative, que l’on utilise pour rendre le spot très elliptique sur la surface
de l’échantillon. L0 est l’oculaire de télescope utilisé comme ultime lentille de foca-
lisation.
Pour optimiser le placement des lentilles tout en respectant les contraintes expé-
rimentales, j’ai utilisé un programme de simulation de la propagation d’un faisceau
gaussien à travers une succession de lentilles appelé GaussianBeam 1.
Contrôle de la puissance d’excitation Le réglage de la puissance d’excitation est
réalisé à l’aide d’un couple formé par une lame demi-onde et un polariseur. On dis-
pose également d’une densité circulaire ajustable pour atteindre les puissances les
plus faibles, quand le couple polarisant se trouve hors de la gamme de longueur
d’onde optimale.
La puissance d’excitation est mesurée par un bolomètre COHERENT, placé der-
rière la lame séparatrice. Moyennant calibration des coefficients de réflexion et de
transmission de la lame, ceci permet une mesure permanente et continue de la puis-
sance d’excitation.
1. GaussianBeam est un logiciel libre écrit par J. Lodewyck, aujourd’hui chercheur à l’Observatoire de
Paris, dans le laboratoire SYRTE. http://gaussianbeam.sourceforge.net/
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FIGURE 2.3 – Capture d’écran du logiciel GaussianBeam. Les caractéristiques
d’émission du laser Ti :Sa servent de point de départ au calcul, sur la gauche du
graphe. Les 4 lentilles L0 à L3 sont représentées, la lentille d’excitation L0 étant la
dernière sur la droite. L’échantillon est placé précisément au point de focalisation
immédiatement à droite de L0.
Contrôle de la polarisation d’excitation En sortie du laser MIRA, le faisceau est
polarisé horizontalement. Après l’isolateur de Faraday, la polarisation est toujours
linéaire, mais tournée de 45˚. Pour différentes séries de mesures, il est nécessaire de
contrôler précisément l’angle de polarisation linéaire du faisceau d’excitation, ou
encore d’exciter l’échantillon avec une polarisation circulaire. Pour ceci, on utilise
simplement des lames demi-onde ou quart d’onde adaptées aux longueurs d’onde
de travail. Notons que changer l’état de polarisation du faisceau modifie aussi les
coefficients de Fresnel de réflexion et de transmission des lames séparatrices traver-
sées, ce qui nécessite de prêter une attention particulière aux mesures de puissances
effectuées dans ces conditions. Enfin, les lames séparatrices rendent délicate l’utili-
sation d’une polarisation linéaire arbitraire ; en pratique le faisceau d’excitation est
généralement dans une une polarisation légèrement elliptique, dont nous présen-
tons la calibration précise dans l’annexe B. La prise en compte de cette composante
elliptique est importante dans l’interprétation des résultats du chapitre 5 où nous
étudions le comportement en polarisation du processus de diffusion paramétrique.
Spot anisotrope Les microcavité 1D, ou fils photoniques, dont l’étude est détaillée
au chapitre 3, nécessitent une excitation particulière. Leur largeur varie de 3 µm à
7 µm et leur longueur atteint 1 mm ; et ils sont gravés perpendiculairement au gra-
dient d’épaisseur de la cavité. Ainsi, il est souhaitable d’exciter chaque fil individuel-
lement par un spot très anisotrope (figure 2.4), ce qui permettra de ne pas perdre de
puissance sur les zones gravées, et d’exciter une grande longueur de fil ce qui dimi-
nue avantageuseument les effets non-linéaires dus à la taille finie du spot.
Pour atteindre cet objectif, on ajoute une lentille cylindrique Lcyl sur le chemin
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du faisceau. La lentille cylindrique ne change pas la largeur du spot sur son axe
neutre, par contre elle permet de réaliser un spot de quelques micromètres de large
sur l’axe actif. On règle l’orientation de la lentille pour que le spot allongé soit aligné
suivant l’axe des fils.
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FIGURE 2.4 – Spot d’excitation anisotrope visualisé sur la surface de l’échantillon.
2.3.3 Configuration pompe-sonde
Au chapitre 5, nous décrirons une expérice de type pompe-sonde, où deux fais-
ceaux d’excitation sont nécessaires.
Chemin optique secondaire (Figure 2.5) Pour obtenir ces deux faisceaux et régler
leurs puissances indépendamment, on place un couple lame demi-onde et cube
polariseur pour séparer le faisceau laser en deux en répartissant la puissance selon
les besoins (parfois équitablement, parfois en privilégiant une forte puissance de
pompe). Les deux faisceaux, dont on a éventuellement ajusté la polarisation relative
avec une lame d’onde supplémentaire, sont regroupés vers l’échantillon grâce à une
lame séparatrice. Notons une fois de plus que cette lame constitue un élément de
plus à calibrer pour connaître précisément la puissance injectée, et que la puissance
de chaque faisceau varie avec son état de polarisation, ce qui se révèle critique pour
interpréter correctement les résultats de mesures.
Taille des spots et superposition On choisit de rendre le spot de sonde plus petit
que celui de pompe pour faciliter la démarche de superposition, à l’aide d’une len-
tille supplémentaire dans le chemin du faisceau de sonde. Notons que dans toutes
les expériences sur les microcavités, l’angle d’incidence des faisceaux a autant d’im-
portance que la position d’excitation, puisque cet angle définit directement le vec-
teur d’onde dans le plan des couches des polaritons créés dans la microcavité. Ainsi,
dans les expériences pompe-sonde, on s’attache à superposer les spots sur l’échan-
tillon tout en choisissant précisément le bon angle d’incidence pour chaque fais-
ceau.
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FIGURE 2.5 – Schéma du dispositif d’excitation pompe-sonde
2.4 Imagerie de l’émission
2.4.1 Imagerie de la surface
Visualiser la surface de l’échantillon permet d’évaluer la taille des spots d’exci-
tation, et d’estimer par exemple leur intensité locale plutôt que la puissance totale.
Les images permettent également de contrôler la position des spots, ce qui est cri-
tique dans les mesures pompe-sonde, ou encore quand il faut exciter un fil photo-
nique unique. Elles permettent aussi d’avoir une idée de la qualité de surface des
échantillons, et de repérer et d’éviter d’éventuels défaults de surface. Enfin, elles
permettent d’oberver l’état d’uniformité du spot, qui peut changer radicalement en
régime non-linéaire où certaines portions sous le spot absorbent plus que d’autres.
On obtient les images grâce à une webcam placée dans un plan image de la sur-
face de l’échantillon. Les faisceaux émis ou réfléchis par l’échantillon sont achemi-
nés vers le capteur à travers une lentille séparatrice et une lentille qui fait l’image
de la surface de l’échantillon (sur quelques centaines de microns de large) sur le
capteur.
2.4.2 Imagerie du plan de Fourier
Le couplage fort entre cavité et puits quantiques se voit nettement dans la dis-
persion de la photoluminescence d’une microcavité. Pour mesurer cette dispersion,
il faut faire une image de l’émission de la cavité résolue en angle ou, de manière
équivalente moyennant les calculs géométriques adéquats, résolue en vecteur d’onde
dans le plan des couches de l’échantillon. De même, l’émission d’une microcavité
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FIGURE 2.6 – Schéma du montage dédié à la visualisation de l’émission
observée en fonction de l’angle permet de vérifier les caractéristiques de conserva-
tion du vecteur d’onde que doit respecter le processus non-linéaire qui peut en être
à l’origine.
On peut faire une telle image en composant une série de mesures réalisées avec
un goniomètre, éventuellement combiné avec un spectromètre pour résoudre l’émis-
sion en angle et en longueur d’onde. L’utilisation d’un capteur CCD permet d’acqué-
rir de telles images en une seule mesure, directement, en faisant l’image d’un plan
de Fourier sur le capteur en question.
Définition du plan de Fourier Le plan focal image d’une lentille est aussi appelé
plan de Fourier 2. Les faisceaux parallèles incidents à la lentille convergent dans ce
plan (figure 2.7). Plus précisément, les coordonnées (x, y) d’un point dans ce plan
sont directement liées aux angles d’incidence (θx ,θy ) du faisceau par les relations :
x = f ′ tan(θx ) et y = f ′ tan(θy ). On peut également définir le vecteur d’onde k du
faisceau, dont les coordonnées dans le plan de l’échantillon sont (kx ,ky ). Dans ce
cas, on a aussi kx = k sin(θx ) et ky = k sin(θy ).
En vertu de la loi de Snell-Descartes, l’angle θout avec lequel un faisceau se pro-
page en dehors de l’échantillon est relié à l’angle θin à l’intérieur de la microca-
vité par la relation : n sin(θin) = sin(θout ) où n est l’indice optique de la cavité (par
exemple, 3.54 pour la cavité en GaAs à une température de 4K). De même, les vec-
teurs d’onde à l’extérieur et à l’intérieur de l’échantillon sont liés.
En plaçant le capteur CCD dans ce plan de Fourier ou dans un plan conjugué à
ce dernier, on fait donc l’image en vecteur d’onde de l’émission. Moyennant une ca-
libration préalable, on peut graduer précisément les axes de l’image avec les angles
de l’émission ou ses vecteurs d’onde, externes ou internes à la cavité. L’annexe C
2. En vertu du principe de Huygens-Fresnel et dans le cadre de l’approximation de Fraunhofer, un
objet éclairé par une onde plane verra sa transformée de Fourier se former à l’infini, ou dans le plan focal
image de n’importe quelle lentille placée après cet objet. D’où le nom de “plan de Fourier” donnée au
plan focal image d’une lentille.
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FIGURE 2.7 – Schéma en coupe dans le plan (y, z) de la géométrie associée au plan
de Fourier
indique précisément comment on calibre les angles dans le plan de Fourier en se
basant sur les dispersions de cavité.
Chemin optique En pratique, une lentille fait l’image du plan de Fourier de l’ocu-
laire d’excitation sur la fente du spectromètre, puis par construction le spectromètre
conjugue le plan de cette fente avec le plan d’un capteur CCD (figure 2.6). Comme
pour l’image de la surface, les faisceaux peuvent être filtrés par des densités optiques
et un polariseur.
Limitations imposées par l’optique gaussienne La taille des points dans le plan de
Fourier est liée géométriquement à la largeur angulaire des faisceaux qui sortent de
l’échantillon. Plus précisément, les faisceaux en question sont vraisemblablement
des faisceaux gaussiens (comme le faisceau d’excitation), et répondent donc aux lois
de l’optique gaussienne. En particulier, des faisceaux très convergents sur l’échan-
tillon, c’est-à-dire dont le waist est petit, auront aussi une section très grande dans
le plan de Fourier. Ceci justifie que les images du plan de Fourier présentées dans
cette thèse soient composées de taches larges.
Capteur Pour l’acquisition des images, nous utilisons un capteur CCD Silicium
monochrome placé dans une enceinte sous vide et est monté sur un élément Peltier
qui le maintient à -20 °C pour réduire le bruit de fond d’origine thermique. Le cap-
teur et son contrôleur 3 sont conçus pour des temps d’exposition variables allant de
3. L’électronique et le logiciel de contrôle du capteur CCD ont été conçus par David Darson à l’atelier
d’électronique du Laboratoire Pierre Aigrain.
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300 µs jusqu’à plusieurs dizaines de minutes. De plus, le convertisseur analogique-
numérique associé échantillonne les intensités sur 13 bits, et permet d’appliquer un
gain numérique allant de 0 à 100 dB. L’ensemble permet une très grande dynamique
d’acquisition.
2.4.3 Spectromètre
Le capteur CCD est placé dans le plan image d’un spectromètre à réseau, ceci
permet d’enregistrer le spectre de l’émission, et même d’enregistrer des images où
un axe correspond aux énergies, et l’autre aux angles d’émission, ce qui donne une
vision directe des caractéristiques de l’émission de la microcavité.
Caractéristiques du réseau Le spectromètre ACTON SPECTRAPRO 2500i est un spec-
tromètre de 50 cm de distance focale, équipé d’un réseau de 1200 traits/mm. Réglé
sur l’ordre 0, le réseau se comporte comme un miroir, et sur le capteur CCD on ob-
serve alors l’image de la fente. En plaçant ainsi le réseau sur l’ordre 0 avec la fente
complètement ouverte, on fait une image en deux dimensions du plan de Fourier de
la lentille d’excitation comme on l’a décrit dans la section précédente. En revanche,
en fermant la fente et en réglant le réseau sur une longueur d’onde d’observation
non nulle, on obtient une image dont un axe correspond aux énergies, tandis que
l’autre axe correspond aux angles d’émission. Nous présentons ces deux modes de
fonctionnement sur la figure 2.8.
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FIGURE 2.8 – Visualisation du plan de Fourier ou de la dispersion en changeant le ré-
glage du réseau du spectromètre. En réglant le réseau sur l’ordre 0 (figure de gauche),
on visualise l’image du plan de Fourier de coordonnées (kx ,ky ). En réglant le réseau
sur la longueur d’onde d’observation (figure de droite), on visualise la dispersion
(E ,kx ).
Réponse en polarisation Notons que le réseau du spectromètre est un élément
particulièrement anisotrope ; ceci entraîne que la réponse en intensité dépend lar-
gement de la polarisation, et devra être calibrée. Cette réponse en polarisation est
très importante dans l’étude réalisée au chapitre 5. Les deux lames séparatrices tra-
versées par les faisceaux émis par l’échantillon ont aussi une réponse non triviale
en polarisation. Pour caractériser le tout, on modélise de manière simple le spectro-
mètre et les lames séparatrices comme un élément à deux canaux de polarisations
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ayant une réponse en intensité différente. Ainsi l’intensité d’un faisceau polarisé li-
néairement avec un angle θ sera affecté d’une facteur cos(θ−θ0)2 + a sin(θ−θ0)2,
où a est le rapport entre les intensités des deux canaux, et θ0 décrit essentiellement
l’angle que font les fils du réseau avec l’angle nul de référence. La calibration de la ré-
ponse du spectromètre consiste à mesurer précisément a et θ0. La figure 2.9 illustre
une telle mesure de calibration.
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FIGURE 2.9 – Graphe de calibration de la réponse en polarisation du spectromètre et
des éléments optiques qui le précèdent.
2.5 Mesure temporelle de l’intensité de l’émission, bruit
Si les images acquises avec les capteurs CCD renseignent sur les caractéristiques
statiques de l’émission des microcavités, essentielles à la compréhension des pro-
cessus linéaires et non-linéaires sous-jacents, elles correspondent toujours à des
temps d’acquisition longs, et n’apportent pas d’information sur la dynamique et
sur les propriétés temporelles de l’émission. Ces propriétés sont de grandes sources
d’information sur les processus non-linéaires comme nous l’avons vu dans la partie
1.6.6. En particulier, mesurer les fluctuations de l’intensité d’un faisceau ou les cor-
rélations entre les intensités de plusieurs faisceaux est un puissant moyen d’investi-
gation. De plus, ces corrélations, si elles sont suffisamment fortes, sont à l’origine de
nombreuses applications. Nous détaillerons donc ici comment nous avons étudié
les propriétés temporelles des faisceaux émis par les microcavités.
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2.5.1 Extraction des faisceaux, filtrage spatial dans un deuxième
plan de Fourier
La première étape consiste à séparer optiquement les faisceaux à étudier. Les
structures étudiées dans cette thèse ont été conçues pour que les faisceaux émis par
l’oscillation paramétrique soient spatialement séparés (par opposition au proces-
sus “vertical” où les faisceaux sont séparés en énergie mais pas forcément spatiale-
ment). Il s’agit donc de filtrer spatialement et d’extraire ces faisceaux depuis le plan
de Fourier.
Pour optimiser la qualité des mesures de corrélations, il est important de limi-
ter les pertes et donc de limiter le nombre d’optiques traversées par les faisceaux.
On choisira donc d’extraire les faisceaux à étudier à l’aide de deux miroirs placés
juste après l’oculaire d’excitation, à proximité du plan de Fourier (qui, rigoureuse-
ment, est inaccessible car situé à l’intérieur de la monture de l’oculaire). Il est néces-
saire ensuite de filtrer précisément tous les faisceaux indésirables, on réalise donc
un deuxième plan de Fourier pour chaque faisceau avec une lentille, avec un lé-
ger grandissement. Dans ces plans de Fourier, on filtre avec un diaphragme (ou une
fente pour les fils dont l’émission est allongée dans le plan de Fourier). Les faisceaux
ainsi “nettoyés” sont finalement focalisés sur la surface active des photodétecteurs.
Échantillon
Vers l’oscilloscope
Cryostat
mobile
Mesure de
puissance
FIGURE 2.10 – Schéma réaliste du dispositif d’extraction et de filtrage des faisceaux
à mesurer.
2.5.2 Photodiodes
Le cahier des charges des détecteurs dont nous avons besoin est le suivant : le dé-
tecteur doit idéalement être sensible sur une large gamme de puissances, allant de
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10 nW à 100 µW environ, correspondant aux puissances mesurées en sortie de notre
échantillon ; le détecteur doit être rapide, au sens où les fluctations jusqu’à environ
10 MHz doivent être mesurables ; le rendement quantique aux longueurs d’onde de
travail doit être le plus proche possible de 1, toute diminution correspondant à des
pertes qui dégradent la mesure de corrélations entre les faisceaux ; deux photodé-
tecteurs doivent avoir une réponse la plus proche possible l’une de l’autre, les dés-
équilibres étant également une importante source de dégragation des corrélations ;
enfin, la mesure des fluctuations doit être la plus fidèle possible, un détecteur doit
donc ajouter un bruit négligeable devant le bruit de photons que nous mesurerons.
Caractéristiques statiques Les photodétecteurs choisis sont des photodiodes Sili-
cium Hamamatsu S5971. D’après le constructeur, leur réponse maximale en inten-
sité est atteinte sous une longueur d’onde de 900 nm et vaut η = 0.64 A/W, ce qui
correspond à un rendement quantique de 88 %. Nous avons mesuré celui-ci sur un
couple de deux photodiodes comme étant respectivement de 90 ± 2 % et 89 ± 2 % à
une longueur d’onde de 910 nm.
Caractéristiques de bruit Le courant noir de la photodiode est annoncé à 70 pA
pour une polarisation inverse de 10 V. Ce courant noir crée directement un bruit
qui s’ajoutera au bruit du faisceau lumineux à mesurer, mais il ne correspond qu’au
bruit d’une faisceau lumineux de 109 pW au shot noise, ce qui est tout à fait né-
gligeable comparé aux sources de bruit électronique que nous considérerons plus
loin.
Réponse en fréquence Le temps de réponse d’une photodiode [1, 2] est schémati-
quement décomposé en trois termes : le temps de transit dans la zone de déplétion
de la photodiode, le temps de transit dans les zones neutres de la photodiode, et la
constante de temps formée par la capacité de la photodiode et de la résistance de
charge du montage.
La surface de la zone active des photodiodes S5971 est réduite, elle ne fait qu’ 1
mm2 (en contrepartie ceci impose un effort de focalisation sur cette petite surface).
De plus, ces photodiodes sont de type “PIN”, c’est-à-dire qu’une couche isolante est
ajoutées entre les zones dopées P et N de la photodiode, ce qui épaissit la zone de
dépletion. Par construction, grâce à sa petite surface et à sa grande épaisseur, la zone
de dépletion a une capacité faible. Sous polarisation inverse, la zone de dépletion est
encore agrandie. Par exemple, d’après le constructeur, la capacité est diminuée d’un
facteur 2 en passant la polarisation d’une photodiode de 1 V à 10 V.
Par ailleurs, le champ électrique de la polarisation inverse s’ajoute au champ in-
trinsèque dans la jonction. Ainsi les porteurs photocréés sont rapidement accélérés,
ce qui diminue leur temps de transit qui est un autre des trois temps caractéris-
tiques.
Au final, la fréquence de coupure des photodiodes S5971 sous une polarisation
inverse de 10 V est estimée par le constructeur à 100 MHz. Leur capacité équivalente,
qui détermine la bande passante d’un montage où la photodiode serait montée sur
une résistance de charge, est estimée à 3 pF.
Comparaison avec autres détecteurs D’autres détecteurs comme les photodiodes
à avalanche, les photomultiplicateurs ou les phototransistors présentent l’avantage
d’amplifier le signal mesuré.
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Pour la photodiode à avalanche [3, 4], ce gain vient directement du processus
de détection, qui multiplie les porteurs avant de les mesurer à proprement parler.
Ce gain est intéressant pour les mesures des valeurs moyennes, et permet même
la réalisation de détecteurs de photon unique. L’étape d’amplification amplifie le
signal, mais rajoute aussi un terme multiplicatif d’excès de bruit qui est catastro-
phique pour nos mesures de fluctuations. Le bruit du courant photocréé est finale-
ment iAPD =
p
2eMF I , où M est le gain avalanche, et F le facteur d’excès de bruit.
Dans une photodiode à avalanche au Silicium opérée avec un gain M = 100,
l’excès de bruit F est typiquement compris entre 10 et 100. La puissance de bruit est
donc de 10 à 100 fois plus grande qu’elle devrait être, et ce bruit étant parfaitement
décorrélé entre deux photodiodes, il empêche de réaliser toute mesure de corréla-
tions entre faisceaux.
Les tubes photomultiplicateurs [1] souffrent a priori du même effet d’excès de
bruit multiplicatif, et ils ont également un rendement quantique faible, voisin au
mieux de 30 %, ce qui est tout à fait disqualifiant.
Enfin, les phototransistors combinent dans le même composant une photodiode
et un premier étage d’amplification, qui est situé au plus près du capteur. Malheu-
reusement les phototransistors semblent invariablement conçus avec des bandes
passsantes bien trop faibles pour nos besoins.
Comparativement à ces trois types de détecteurs, la photodiode PIN “standard”
est donc le meilleur choix pour les mesures de corrélations que nous menons. 4
2.5.3 Amplification du photocourant
La photodiode polarisée génère un courant électrique proportionnel au flux de
photons qu’elle absorbe. Ce courant doit ensuite être amplifié pour atteindre des ni-
veaux mesurables par les appareils de laboratoire. Nous avons montré dans la partie
précédente que les photodiodes PIN sont satisfaisantes pour mesurer le bruit de nos
faisceaux. Reste donc à s’assurer que le montage d’amplification a aussi une réponse
appropriée. On s’intéressera ici particulièrement aux caractéristiques de réponse en
fréquence et de bruit du circuit choisi. Dans cette thèse, nous avons étudié et mis
au point un circuit d’amplification bas-bruit adapté à nos besoins. Nous décrivons
ci-dessous la démarche que nous avons suivie.
Modèle de composants réels, sources de bruit
Pour rendre compte des caractéristiques de la photodiode dans un circuit élec-
tronique, on considère un circuit équivalent simple, qui est constituté d’une source
de (photo)courant, d’une source de courant noir, et d’une capacité en parallèle.
4. Notons qu’il existe une technique de mesure permettant d’améliorer le rapport signal/bruit de plu-
sieurs ordres de grandeur. Il s’agit de la détection cohérente [1], qui consiste à mélanger le faisceau à
mesurer (faisceau “signal”) avec un deuxième faisceau appelé oscillateur local. La détection est dite ho-
modyne si l’oscillateur local est à la même longueur d’onde que le faisceau signal, ou hétérodyne dans
le cas contraire. La détection homodyne est typiquement utilisée pour mesurer les fluctuations de l’am-
plitude d’un champ sur différentes quadratures. Dans le contexte présent, elle a surtout la remarquable
propriété de donner l’exacte mesure des fluctuations du faisceau signal, multipliées par le rapport de
l’intensité de l’oscillateur local sur l’intensité du faisceau signal. L’oscillateur local peut être de l’ordre du
mW, si bien que même pour un faisceau signal d’1 nW ou encore moins, la problématique du bruit de dé-
tection disparaît ! On pourrait imaginer dans notre cas une double détection cohérente. La contrepartie
résiderait alors essentiellement dans la complexité du montage optique, qui doit réaliser un alignement
parfait des faisceaux, dans le même état de focalisation et de polarisation.
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De même, une résistance réelle crée du bruit thermique, elle est donc équiva-
lente à une résistance idéale sans bruit, en parallèle avec une source de bruit de
courant dont la densité spectrale est i =p(4kT )/R.
Vpol
+ Id Idark
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R R IR
FIGURE 2.11 – Schéma du circuit équivalent à une photodiode réelle
Amplification avec une simple résistance de charge
Le montage le plus direct est l’utilisation d’une résistance de charge (figure 2.12).
On mesure alors la tension aux bornes de la résistance, proportionnelle à l’intensité
lumineuse V = RI = RηIl . La fréquence de coupure à -3 dB du montage est donnée
par fc = fRC = 1/(2piRC ). La résistance introduit un bruit en courant donné par i =p
(4kT )/R. Supposons qu’on souhaite une bande passante de 10 MHz. Il faut donc
utiliser une résistance de 5 kΩ environ. Le bruit en courant de cette résistance vaut
alors 1.8 pA/
p
Hz, ce qui correspond au bruit d’une faisceau au shot noise de 15
µW, ce qui n’est pas satisfaisant. On souhaite en effet pouvoir mesurer le bruit des
faisceaux générés par l’oscillation paramétrique au plus près du seuil, où ils font
quelques µW tout au plus. Augmenter R pour réduire le bruit de la résistance aurait
pour effet de réduire la bande passante, ce qui n’est pas souhaitable non plus. Il est
donc clair qu’on ne peut satisfaire le cahier des charges des mesures de fluctuations
avec ce montage simple.
R
+
Idark
IRR
IdVpol
Cd
FIGURE 2.12 – Mesure du courant photoinduit par une résistance de charge
Amplificateur opérationnel en transimpédance
Pour augmenter dramatiquement la bande passante, on utilise un amplificateur
opérationnel monté en transimpédance [1] (figure 2.13).
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FIGURE 2.13 – Circuit d’amplification transimpédance
Dans ce montage, l’amplificateur idéal, de gain infini, a pour effet de mainte-
nir son entrée inverseuse à une tension constante, nulle. Ainsi, du point de vue de
la photodiode, la résistance de charge paraît nulle, et la bande passante du circuit
devient infinie.
En pratique, l’amplificateur réel a un gain fini, et la bande passante n’atteint pas
l’infini. De plus, il rajoute aussi deux sources de bruit dans le circuit [5], une source
de bruit en courant iN et une source de bruit en tension eN à l’une de ses bornes
d’entrée. Vérifions si le résultat final reste satisfaisant. Un amplificateur est caracté-
risé par son produit gain-bande passante, noté fT . De plus, il possède une capacité
propre Cin qui s’ajoute à la capacité de la photodiode Cd . On peut montrer que la
fréquence de coupure du montage en transimpédance s’exprime alors :
fc ≈ 0.5
√
fRC fT
Nous avons utilisé un amplificateur TEXAS INSTRUMENTS OPA 657 qui a un grand
produit gain-bande passante de 1.6 GHz, et une faible capacité d’entrée de 0.7 pF.
Ainsi, pour atteindre une bande passante de 10 MHz, le calcul indique qu’il suffit
alors d’une résistance de 172 kOhms. Le bruit thermique provenant de la résistance
vaut alors 0.31 pA/
p
Hz, et est donc notablement réduit par rapport au cas précé-
dent. L’OPA 657 ajoute les bruits iN = 0.0013 pA/
p
Hz, qui est clairement négligeable,
et eN = 4.8 nV/
p
Hz. Le bruit en tension crée un bruit en courant aux bornes de la
résistance qui vaut
eN
R
= 0.028 pA/pHz, lui aussi négligeable. Enfin, ce bruit en ten-
sion crée un dernier bruit en courant proportionnel à la fréquence f d’analyse, et
vaut 2pieN C f . À une fréquence f de 10 MHz, ce bruit vaut 1.1 pA/
p
Hz, ce qui do-
mine toutes les autres sources de bruit. À une fréquence de f de 3 MHz, ce bruit est
égal au bruit thermique de la résistance. En combinant toutes les sources, le bruit
du montage en transimpédance s’écrit :√
iN 2+ 4kT
R
+
(eN
R
)2
+ (2pieN C f )2
Il équivaut au bruit d’un faisceau au shot noise de 0.47 µW à la limite des basses
fréquences, de 1.02 µW à 3 MHz, et enfin de 6.5 µW à 10 MHz.
En conclusion, avec le montage transimpédance on fait 15 fois mieux (à 3 MHz)
en termes de bruit qu’avec une seule résistance de charge.
86 Chapitre 2. Techniques expérimentales
Dans le contexte de cette thèse où nous mesurons les puissances de bruit, il suf-
fira d’une calibration précise pour retirer la contribution de l’amplificateur et ob-
tenir une estimation satisfaisante du bruit et des corrélations entre les intensités
lumineuses 5.
Chaînes dédiées basses et hautes fréquences
L’étude de l’intensité du faisceau demande de connaître précisément à la fois la
valeur moyenne de l’intensité (ou en tout cas son évolution à basse fréquence) et
ses fluctuations à haute fréquence. Pour un faisceau de photons continu à la limite
quantique standard, il y a plusieurs ordres de grandeurs entre ces deux entités. Par
exemple, pour un courant d’1 mA, l’écart-type des fluctuations dans une bande pas-
sante d’1 MHz (typique de ce que nous serons capable d’atteindre) est de 0.02 mA. Il
est difficile de réaliser un amplificateur qui ait à la fois la bande passante suffisam-
ment grande, le niveau de bruit suffisamment faible et la saturation suffisamment
élevée pour permettre la mesure simultanée de la composantes basses fréquences et
des fluctuations hautes fréquences. Pour relâcher une de ces contraintes, on sépare
les composantes basses et hautes fréquences en deux voies séparées. La voie hautes
fréquences pourra donc avoir un grand gain sans saturer du fait de la composante
continue.
Montage final
En pratique, on a donc deux chaînes d’amplification comme décrit plus haut.
On rajoute un deuxième élément d’amplification de tension sur le canal haute fré-
quence pour élever le niveau de signal qui est encore faible comparativement aux
bruits des appareils de mesure (oscilloscope ou analyseur de spectre). Le canal basses
fréquences est composé d’un filtre passe-bas suivi d’un étage d’amplification non-
inverseur d’un gain voisin de 5. la figure 2.14 représente le circuit final que nous
avons mis au point.
Alternatives
Pour atteindre un niveau de bruit encore plus faible, des techniques alternatives
ou complémentaires sont possibles.
Le montage en transimpédance peut être amélioré par l’utilisation d’un transis-
tor d’entrée en montage cascode et/ou bootstrap. Nous ne détaillerons pas ces tech-
niques, dont l’étude en termes de bruit et de bande passante reprend les mêmes
concepts que ceux qui ont été utilisés plus haut.
Alternativement, il est possible d’utiliser des étages de transformateurs pour réa-
liser l’amplification [6]. Les transformateurs auront pour effet de multiplier le cou-
rant par leur rapport de transformation, tout en divisant l’impédance du point de
vue des étages suivants.
5. Pour les puissances en dessous de 10 mW, ce résultat reste insuffisant pour réaliser un détecteur
qui servirait à exploiter les éventuelles corrélations quantiques pour des mesures ultra-précises ou pour
de la cryptographie, puisque le bruit de l’amplificateur dominerait alors le bruit de la mesure. On pourrait
alors recourir à un montage de détection homodyne (voir la note 4 en page 83).
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FIGURE 2.14 – Schéma de principe du circuit électronique d’amplification final.
2.5.4 Mesure du bruit haute fréquence
Notre objectif est d’analyser la composante haute fréquence du signal dans une
bande de fréquences choisie pour optimiser le rapport signal/bruit, et d’en calcu-
ler l’amplitude. Pour les mesures de corrélations entre deux faisceaux, il faut par
ailleurs faire les opérations mathématiques d’addition et de soustraction entre les
signaux. Chacune des deux étapes, l’analyse spectrale et l’addition/soustraction,
peuvent être réalisées électroniquement ou numériquement.
Nous décrirons ci-dessous les trois variantes de montage d’acquisition que nous
avons utilisées au cours de cette thèse (figure 2.15).
Soustracteurs et analyseur de spectre “Historiquement”, nous avons utilisé tout
d’abord une solution basée sur une série de trois soustracteurs hautes fréquences
Mini-Circuits et un amplificateur de tension FEMTO HVA-10M-60-B (bande pas-
sante 10 MHz, bas bruit - 0.9 nV/sqrtHz, gain de 40 ou 60 dB), branché sur un ana-
lyseur de spectre AGILENT ESA E4401B (bande passante 1.5 GHz). Les composantes
continues des photodiodes sont mesurées avec des multimètres usuels. On béné-
ficie de la grande qualité de mesure de l’analyseur de spectre. En revanche, l’analy-
seur n’a qu’une entrée, donc pour passer de la mesure de la somme à la mesure de la
différence il faut débrancher un cable et en rebrancher un autre, ce qui n’est pas pra-
tique pour des longues séries de mesures. Par ailleurs, les multimètres ne donnent
pas d’information sur les variations basses fréquences du signal.
88 Chapitre 2. Techniques expérimentales
BF
HF
s
s
+60dB
BF
HF
BF
HF
s
+60dB
+5dB
1 2 3 4
1 2 3 4
Switch
Voltmètres
s Analyseur de
spectre
Oscilloscope
numérique
Oscilloscope
numérique
FIGURE 2.15 – Schémas des trois différents montages utilisés pour l’analyse HF
Oscilloscope Nous avons par la suite utilisé un oscilloscope quatre voies, permet-
tant l’acquisition et la numérisation simultanée des composantes basses fréquences
et hautes fréquences des deux photodiodes. Avec ce montage, il n’y a pas de bran-
chement à changer pour passer de la mesure de la somme à la différence puisque
les signaux sont enregistrés indépendamment et l’opération est réalisée numérique-
ment. L’acquisition des voies basses fréquences est aussi très utile pour observer le
comportement de l’émission, en particulier sa stabilité. Ce montage permet égale-
ment d’équilibrer numériquement les signaux des deux voies. En revanche, il nous
manque un amplificateur FEMTO pour équiper les deux voies HF, celles-ci sont donc
non-amplifiées et subissent un léger excès de bruit du à l’oscilloscope lui-même. En
situation de fort bruit sur les faisceaux individuels, notamment dans le contexte du
chapitre 3 sur les fils photoniques, les fuites de canal à canal dans l’oscilloscope
(dont l’isolation est estimée à 40 dB) peuvent aussi être une limite sur le bruit de la
différence.
Soustracteur, buffer et oscilloscope Pour aller au-delà de cette limite de 40 dB
d’isolation, nous avons finalement utilisé une solution intermédiaire, où la sous-
traction est réalisée électriquement, mais l’acquisition toujours obtenue avec l’os-
cilloscope. Pour mesurer les fluctuations de la somme des intensités, on utilise un
amplificateur de très haute impédance sur la sortie d’une des photodiodes (TEXAS
INSTRUMENTS OPA656, impédance d’entrée de 1012Ω). La grande impédance d’en-
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trée de cet amplificateur ne perturbe pas le signal qu’il mesure, la différence est
donc inchangée. Un switch contrôlé par ordinateur (ANALOG DEVICES ADG431) dé-
connecte la différence pour réaliser correctement la mesure de la somme (qui peut
être perturbée par la différence, amplifiée de 60 dB, mais isolée seulement de 40
dB). Dans cette configuration, on a toujours la mesure simultanée des composantes
hautes fréquences et basses fréquences, et aucun branchement à faire pour passer
de somme à différence.
Calibration et spectres de bruit typiques
Dans les figures 2.16 et 2.17 sont reproduits les spectres de bruit typiques obte-
nus avec les différentes configurations de l’expérience. On notera en particulier la
bande passante d’une vingtaine de MHz, et le bruit en excès sur le laser en-dessous
d’1 MHz.
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FIGURE 2.16 – Spectre de bruit d’une photodiode éclairée par un faisceau laser de 68
µW à 775 nm, et spectre de bruit d’obscurité.
Pour calibrer le montage (figure 2.18), on réalise d’abord une mesure du bruit
d’obscurité, ou “dark”, quand aucun faisceau n’est incident sur les photodiodes. Le
décalage du zéro des voies basses fréquences est enregistré, ainsi que le bruit de
fond des voies hautes fréquences.
Ensuite, on réalise la mesure du shot noise sur toute la gamme de puissance jus-
qu’à saturation des photodiodes (figure 2.19). Pour cette mesure, le faisceau laser
est fortement atténué, puis séparé en deux par un cube polariseur précédé d’une
lame demi-onde. Chacun des deux faisceaux est focalisé sur une photodiode. Dans
cette mesure, la puissance de bruit sur la différence des intensités donne directe-
ment le shot noise, qui est proportionnelle à l’intensité moyenne du faisceau. Si le
laser est au shot noise, alors la puissance de bruit de la somme des intensités est
égale à la puissance de bruit de la différence, et est aussi proportionnelle à l’inten-
sité moyenne. La calibration du “shot noise” consiste en l’évaluation précise de cette
relation de proportionnalité.
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FIGURE 2.17 – Spectre de la somme et de la différence, pour un faisceau laser inci-
dent séparé en deux faisceaux de 68 µW à 775 nm.
Enfin, pour valider la qualité du montage de mesure, on évalue de taux de ré-
jection du système (figures 2.20). Autrement dit, on mesure la puissance de bruit
de la différence des intensités, pour deux intensités rigoureusement égales, ici le si-
gnal d’une seule photodiode branchée parallèlement sur les deux entrées. Ce taux
de réjection représente la réduction de bruit maximale qu’on est capable de mesurer
dans un montage de corrélation entre deux faisceaux. Dans les données présentées,
ce taux de rejection est supérieur à 35 dB, donc nous serons capables de mesurer 35
dB d’écart entre le bruit de la somme et de la différence des intensités.
Équilibrage des signaux
L’équilibre des intensités est un paramètre critique pour atteindre des niveaux
de bruit bas sur la différence des intensités. C’est ce qui nous a amené à imaginer
et étudier des structures où les faisceaux générés par l’oscillation paramétrique sont
dégénérés en énergie de façon à être équilibrés en intensité (partie 1.5). Nous dé-
velopperons dans la partie 3.7.4, en comparaison avec nos mesures sur les fils pho-
toniques, comment le déséquilibre dû à la structure peut détruire les corrélations
quantiques. Dans l’annexe A, nous calculons comment des pertes optiques dans le
montage de mesure de bruit peut aussi faire disparaître les corrélations quantiques.
Mentionnons cependant qu’il est possible de compenser à posteriori une partie
de l’effet du déséquilibre. Cette technique est désignée par le terme external balan-
cing dans la référence [7]. Quand la collection est imparfaite, ou quand les faisceaux
à mesurer sont directement déséquilibrés en sortie de l’échantillon, on peut utili-
ser des densités optiques pour atténuer un faisceau et compenser le déséquilibre.
Ceci permet de compenser partiellement le bruit en excès qui est partagé par les
deux faisceaux. Dans le cas où on fait l’acquisition du signal de chacune des deux
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FIGURE 2.18 – Montages de calibration de la mesure de corrélations d’intensités
photodiodes avec l’oscilloscope, comme c’est le cas dans cette thèse, on peut faire
l’équilibrage numériquement, directement sur les données temporelles de l’acqui-
sition. Dans les mesures de bruit réalisées dans cette thèse, nous avons accordé une
attention particulière à cet aspect. Les résultats présentés par exemple dans la partie
3.7 ont été traités avec cette technique.
Saturation et atténuation
Les chaînes d’amplification des photodiodes peuvent saturer si les faisceaux sont
de trop forte intensité. C’est le cas quand l’échantillon est excité à forte puissance.
C’est aussi le cas pour les échantillons de fils photoniques où, comme nous les ver-
rons, les faisceaux à analyser sont extrêmement bruités, ce qui tend à faire saturer la
voie hautes fréquences. On évite la saturation en atténuant les deux faisceaux. Pour
préserver leur équilibre, on fait passer les deux faisceaux par le même jeu de densités
optiques. Après acquisition, on peut tenir compte des densités optiques dans le trai-
tement des données pour récupérer le spectre de bruit des faisceaux non atténués
(en utilisant notamment les formules de l’annexe A).
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FIGURE 2.19 – Mesure de calibration du shot noise en fonction de la puissance. La
somme et la différence varient linéairement avec la puissance.
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FIGURE 2.20 – (a) Spectre du taux de rejection de la chaîne d’amplification quand
une photodiode est éclairée par un faisceau laser de 68 µW à 775 nm. (b) Mesure
du taux de réjection de la chaîne d’amplification, dans la bande de fréquence 1-
3 MHz, en fonction de la puissance (pour le montage de mesure comprenant un
soustracteur, un buffer, et l’oscilloscope).
Conclusion
Nous avons parcouru dans ce chapitre une partie de l’éventail des techniques
expérimentales employées dans cette thèse. Par la suite, nous reproduirons régu-
lièrement des images obtenues avec la caméra CCD, le spectromètre ou encore le
montage de mesure de bruit de photons, tels qu’ils ont été décrits ici. Les informa-
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tions présentées sont importantes pour comprendre la nature des quantités que l’on
mesure dans chaque configuration de l’expérience. Elles permettent d’analyser si la
précision des données obtenues est limitée par le dispositif de mesure (par exemple,
les photodiodes) ou par l’objet qui produit les observables (la microcavité). Quand
c’est possible, une bonne connaissance du matériel permet d’améliorer la préci-
sion des mesures, ou de pointer du doigt rapidement une faiblesse dans le protocole
expérimental. Dans les chapitres suivants, nous présenterons nos résultats expéri-
mentaux, classés par thèmes.
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Chapitre 3
Oscillation paramétrique
optique dans les fils
photoniques
L’oscillation paramétrique optique apparaît dans une structure quand les deux
conditions suivantes sont réunies : le milieu doit fournir un gain non-linéaire supé-
rieur aux pertes, et la conservation de l’énergie et du vecteur d’onde doit pouvoir
être assurée entre les modes initiaux et finaux. Dans les microcavités, les excitons
des puits quantiques sont responsables du gain. Pour ce qui est de la conservation
de l’énergie et du vecteur d’onde dans les microcavités planaires, elle implique que
l’oscillation paramétrique apparaisse [1–3] dans des configurations où les polaritons
complémentaires ont une forte composante excitonique, de sorte que les faisceaux
sortants sont très déséquilibrés en intensité, ce qui réduit leur capacité à être quan-
tiquement corrélés. De plus, le pompage doit être réalisé à un angle d’incidence non
nul, ce qui limite les possibilités d’intégration du dispositif. Enfin, l’échantillon doit
être maintenu à une température cryogénique pour préserver le couplage fort qui
est indispensable à l’accord de phase.
Pour s’affranchir de ces contraintes, ce qui est souhaitable pour obtenir un micro-
OPO fonctionnant à haute température, il est possible de structurer le système de
manière à disposer de modes photoniques supplémentaires. Plusieurs approches
permettent d’atteindre ce résultat. Dans les chapitres 4 et 5, nous traitons le cas des
microcavités multiples, où on ajoute des modes photoniques en couplant plusieurs
cavités entre elles, en les empilant. Dans ce chapitre 3, nous nous intéressons à une
approche qui consiste à graver une microcavité planaire dans une direction [4, 5]. À
cause du contraste d’indice entre la cavité et l’extérieur, nous verrons que la gravure
crée un confinement photonique latéral qui conduit à une quantification supplé-
mentaire. De nouveaux modes quantifiés apparaissent alors, avec lesquels on peut
observer l’OPO en pompant en incidence normale. Nous chercherons dans ce cha-
pitre à identifier et caractériser les processus OPO dégénérés en énergie. Nous ver-
rons notamment l’effet de la polarisation dans les fils, qui permet de sélectionner
un mécanisme paramétrique qui inverse la polarisation. Nous étudierons le com-
portement en puissance de l’OPO, notamment en fonction du désaccord entre les
modes photoniques et excitoniques. Nous vérifierons que ce comportement corres-
pond tout à fait à un modèle de polaritons en interaction, qui est lui-même l’ana-
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logue du mélange d’ondes dans un milieu en χ(3) comme nous l’avons décrit dans
le chapitre 1.
L’application première de l’oscillation paramétrique, dans les cristaux non-linéaires
massifs, est la production de faisceaux à de nouvelles longueurs d’onde à la de-
mande, en ajustant la résonance de la cavité. Ici, nous observerons un processus
dégénéré en énergie, dans lequel on ne produit pas de nouvelles fréquences. Par
contre, les autres propriétés de l’oscillation paramétrique, et en tout premier lieu
les propriétés des fluctuations des champs signal et complémentaire, sont du plus
grand intérêt. Nous étudierons donc le bruit de photon des faisceaux, avec l’objectif
de comprendre si le régime des corrélations quantiques est accessible. Nous verrons
que ce n’est pas le cas dans les fils étudiés, et essaierons de discuter de l’origine des
excès de bruit mesurés.
3.1 État de l’art
La gravure latérale de microcavités planaires pour en faire des “micropiliers” est
pratiquée depuis les années 80, d’abord appliquée aux microrésonateurs [6], consis-
tant en microcavités sans puits quantiques. Puis des micropiliers contenant de mul-
tiples puits quantiques (MQW) ont été étudiés avec succès pour obtenir la bistabilité
[7].
Plus tard, des microcavités gravées dans une seule direction, produisant des fils
photoniques tels qu’on les étudie dans ce chapitre, ont été étudiées en photolumi-
nescence [8, 9]. DASBACH et al. [10][11] ont ensuite observé des mécanismes de dif-
fusion paramétrique en excitation résonante. Au laboratoire Pierre Aigrain [5, 12] un
mécanisme particulier d’oscillation paramétrique a été observé dans des fils sem-
blables. Ce processus dégénéré en angle et non-dégénéré en énergie produit deux
faisceaux signal et complémentaire en incidence normale, comme la pompe, et en
inversant la polarisation. Très récemment, WERTZ et al. [13] ont utilisé des fils pho-
toniques pour observer la condensation de polaritons dans des fils photoniques,
mettant en évidence la cohérence du condensat sur des très grandes longueurs et la
possibilité de contrôler optiquement le condensat en créant localement un poten-
tiel répulsif.
Pendant ce temps, les autres approches permettant de créer un confinement la-
téral ont été poursuivies. Il est possible de graver des motifs de toutes sortes sur
une cavité planaire, créant ainsi un grand nombre de modes délocalisés[14]. Les
micro-piliers, dans lequel la lumière est confinée dans les trois directions de l’es-
pace, ont aussi permis l’observation du laser à polaritons [15] et l’oscillation para-
métrique[16]. Notons que dans les micropiliers, les faisceaux générés par l’oscilla-
tion paramétrique sont superposés spatialement, contrairement aux processus dé-
générés en énergie que nous présentons dans cette thèse où les faisceaux sont clai-
rement séparés angulairement, ce qui permet de faire des mesures sur les faisceaux
indépendamment sans avoir recours à un spectromètre.
3.2 Structure des fils photoniques
Nous étudions dans ce chapitre des fils réalisés au Laboratoire de Photonique
et Nanostructures par gravure d’un échantillon de microcavité planaire de grande
qualité. La même microcavité planaire est notamment décrite et utilisée dans les
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références [17] (non gravée) et [13] (gravée en fils, utilisée pour la condensation).
Elle consiste en une cavité λ2 , composée de Ga0.05Al0.95As, incluse entre deux mi-
roirs de Bragg de 26 et 30 paires de Ga0.05Al0.95As / Ga0.80Al0.20As à l’avant et à l’ar-
rière. Dans cette structure sont insérés 3 groupes de 4 puits quantiques de GaAs de
7 nm d’épaisseur. Le premier groupe est inséré au centre la cavité λ2 où se trouve un
ventre du champ, et les deux autres groupes sont insérés dans la première paire de
couches des miroirs de Bragg de part et d’autre de la cavité, là où se trouvent les pre-
miers ventres secondaires du champ. À partir de cette microcavité simple, des fils
photoniques sont obtenus par lithographie électronique et gravure ionique réactive
(figure 3.1).
Puits quantique GaAs
y
z
x Ly = [3-7]µm
Miroirs de Bragg
(26/30 paires)
Lx = 1 mm
FIGURE 3.1 – Schéma d’un fil photonique.
L’échantillon (figure 3.2) contient finalement des fils de 5 largeurs différentes : 3,
4, 5, 6 et 7 µm. Nous avons choisi ces largeurs qui correspondent à un compromis
entre les pertes optiques par les parois latérales, qui augmentent quand le fil est trop
étroit, et la levée de dégénérescence entre les modes de fils (voir partie 3.3.1), qui est
trop petite devant les largeurs de raies quand le fil est plus large que 7µm. Chaque fil
a une longueur de 1 mm, ils sont espacés de 60 µm. Nous avons choisi une grande
longueur des fils pour pouvoir les exciter avec un spot très long, ce qui réduit le
problème des effets de taille finie (voir partie 4.5.4 où ce problème est détaillé). La
microcavité de départ contient un gradient sur l’épaisseur Lc de la cavité qui sert à
choisir le désaccord cavité-exciton. Les fils sont gravés de telle sorte que le gradient
d’épaisseur soit perpendiculaire au fil. Autrement dit, si l’axe du fil est l’axe x,
−→∇Lc
est dans la direction y . Ainsi, sur toute la longueur du fil, le désaccord est constant,
ce qui permet d’exciter avec un spot de grande taille qui sera en résonance sur toute
sa longueur. En parcourant l’échantillon d’un bord à l’autre, on parcourt une large
gamme de désaccord cavité-exciton allant environ de -20 à +10 meV. Comme on
le verra plus loin, la résonance excitonique se trouve autour de 1.605 eV, et cette
énergie EX est légèrement variable selon la position sur l’échantillon.
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Ly = 3 µm
Ly = 4 µm
Ly = 5 µm
Ly = 6 µm
Ly = 7 µm
−→∇Lc
FIGURE 3.2 – Schéma des fils disponibles sur l’échantillon.
3.3 Modes des fils photoniques
3.3.1 Confinement optique latéral
Dispersion d’énergie
La relation entre l’énergie et le vecteur d’onde d’un photon dans une cavité s’écrit
simplement :
Ec
(−→
k
)
= ~c
nc
∣∣∣−→k ∣∣∣ (3.1)
= ~c
nc
√
k2x +k2y +k2z (3.2)
Dans une microcavité planaire, si z est l’axe de croissance, alors kz est quantifié :
kz0 = (p+1)piLc . Typiquement, une seule valeur de p doit être prise en compte, les autres
correspondant à des modes dont l’énergie sort de la bande d’arrêt des miroirs de
Bragg (l’intervalle spectral libre de la cavité planaire est plus grande que la bande
d’arrêt des miroirs). Ainsi, l’énergie Ec prend la forme :
E 2Dc (kx ,ky )=
~c
nc
√
k2x +k2y +
(
(p+1)pi
Lc
)2
(3.3)
= E0
√√√√1+ k2x +k2y
k2z0
(3.4)
Dans les fils photoniques, la gravure latérale introduit une quantification sup-
plémentaire sur l’axe y : ky,j = ( j+1)piLy , où j est un nouveau nombre quantique entier
positif, qui identifie une des sous-branches dans lesquelles le mode de cavité s’est
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divisé :
E 1Dc ( j ,kx )=
~c
nc
√
k2x +
(
( j +1)pi
Ly
)2
+
(
(p+1)pi
Lc
)2
(3.5)
= E0
√√√√1+( ( j +1)pi
Ly
)2 1
k2z0
+ k
2
x
k2z0
(3.6)
Ainsi, pour chaque mode j , l’énergie est constante selon la direction y (figure 3.3).
Par contre, on retrouve une dispersion hyperbolique dans la direction x, comme
dans les cavités planaires. Puisque la bande d’arrêt des miroirs est de taille finie, seul
un nombre fini de sous-branches photoniques sont effectivement confinées dans la
structure, et c’est donc seulement un ensemble borné de j qui est à considérer.
E 1DC
kx ky
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z
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ky
θx
θy
(a)
E 1DC
j = 2
j = 3
j = 4
j = 5
j = 1
j = 0
(b) (c)
FIGURE 3.3 – (a) Direction d’observation et définition des angles θx et θy et des vec-
teurs d’onde d’observation kx et ky . (b) Dispersion des six premières branches pho-
toniques dans un fil en fonction du vecteur d’onde d’observation kx . (c) Dispersion
en fonction du vecteur d’onde d’observation ky .
Fonctions d’onde et diagramme d’émission
La fonction d’onde du champ électrique dans le fil est donnée par E (x, y) ∝
exp(i kx x)E (y), où on peut approximer la distribution le long de l’axe y par E j (y) ≈
cos(ky,j y), en choisissant y dans
[−Ly
2
,
Ly
2
]
[9]. La figure 3.4 reproduit les fonctions
d’onde de quelques modes.
Même si l’énergie n’est pas dispersée selon l’axe y , la forme de la fonction d’onde
entraîne une nette dépendance de l’intensité de l’émission (ou de l’absorption) le
long de cet axe. Ainsi, l’intensité d’émission présente des lobes en fonction de l’angle
θy d’observation [9]. Le diagramme d’émission correspondant est le module carré de
la transformée de Fourier selon l’axe y de la fonction d’onde (figure 3.4). En fonction
du vecteur d’onde d’observation ky , il dépend de la somme de deux sinus cardi-
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naux :
∣∣∣E˜ j (ky )∣∣∣2 ∝ (sinc((ky −ky,j) Ly
2
)
+ sinc
(
(ky +ky,j)
Ly
2
))2
(3.7)
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FIGURE 3.4 – (a) Direction d’observation et définition des angles θx et θy et des vec-
teurs d’onde d’observation kx et ky . (b) Fonctions d’onde du champ électrique pour
les 4 premiers modes du fil. (c) Diagramme d’émission des 4 premiers modes du fil,
normalisé au maximum du diagramme de j = 0.
Pour le mode fondamental j = 0, l’émission et l’absorption sont concentrées
autour de l’incidence normale. Le mode d’indice immédiatement supérieur, j = 1,
n’émet au contraire rigoureusement rien en incidence normale, mais au contraire
présente deux lobes symmétriques autour de l’incidence normale. Plus générale-
ment, le diagramme d’émission présente toujours 2 maxima (sauf pour j = 0, où il
n’y a qu’un maximum à kx = 0) et a la même parité que j .
3.3.2 Couplage avec les excitons
Dans le régime de couplage fort, chacun des modes photoniques du fil est main-
tenant couplé au mode excitonique.
Le confinement dû à la gravure n’a que très peu d’effet sur l’énergie des excitons.
En effet, écrivons l’énergie des excitons 1s confinés par la gravure selon la direction
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y :
E 1DX ,1s(m,Kx )= E 2DX ,1s(K = 0)+
~2K 2
2M
(3.8)
= E 2DX ,1s(K = 0)+
~2K 2x
2M
+
~2K 2y
2M
(3.9)
= E 2DX ,1s(K = 0)+
~2K 2x
2M
+ ~
2
2M
(m+1)pi2
L2y
(3.10)
Nous pouvons évaluer l’écart entre les états m = 0 et m = 1 : E 1DX ,1s(1,kx )−E 1DX ,1s(0,kx )=
~2
2M
pi2
L2y
≈ 30 neV. Ainsi, le splitting entre les états excitoniques dû au confinement est
négligeable, pour tous les états m petits 1
En revanche, le confinement latéral a une effet sur le couplage entre les photons
et les excitons. Dans les cavités planaires, l’invariance par translation dans le plan
des couches impose que les photons de vecteur d’onde kC ne se couplent qu’aux
excitons de vecteur d’onde k X = kC. Dans les fils, cette invariance par translation
est maintenue dans la direction x, mais elle est brisée dans la direction y . Ainsi, un
mode de fil j est couplé au mode excitonique m qui a la même symmétrie latérale
[8], c’est-à-dire :
m = j (3.11)
L’hamiltonien H décrivant le système constitué des états excitoniques EX (m,KX )
linéairement couplé à N modes E 1Dc ( j ,kx ) du fil est donc diagonal par bloc de taille
2x2, et s’écrit donc 2 :
H =

H0 0 . . . 0
0 H1 . . . 0
...
...
0 0 . . . HN
 (3.13)
Hn =
(
E 1DX ,1s(m = n,kx ) ~Ω2
~Ω
2 E
1D
C ( j = n,kx )
)
(3.14)
Ici, le couplage
~Ω
2
est supposé constant quel que soit le mode photonique, ce
qui est au moins vrai pour les faibles j [8]. Quand ce couplage est grand devant
1. Il n’y a encore que 6 µeV d’écart entre l’état m = 100 et l’état m = 101.
2. Notons que ce hamiltonien n’est pas :
EX
~Ω
2
~Ω
2 . . .
~Ω
2~Ω
2 E
1D
c (0,kx ) 0 0 . . . 0
~Ω
2 0 E
1D
c (1,kx ) 0 . . . 0
... 0
~Ω
2 0 0 0 . . . E
1D
c (N ,kx )
 (3.12)
En effet, l’opérateur ci-dessus couplerait tous les modes photoniques au même exciton, ce qui ne res-
pecte pas les règles de symmétrie, et ne produit pas l’anticroisement observé.
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l’amortissement des composante du système, on trouve donc une situation de cou-
plage fort dans laquelle les modes propres sont des polaritons obtenus par diagona-
lisation de H . Nous verrons plus loin un exemple concret de dispersion des polari-
tons (figure 3.6). On retrouvera sur les dispersions les caractéristiques du couplage
fort, notamment les inflexions typiques des polaritons sous l’exciton. Par ailleurs,
chaque mode de polariton hérite du diagramme d’émission du mode photonique
dont il est issu.
3.4 Caractérisation en photoluminescence
Avant d’aborder les propriétés non-linéaires des fils photoniques, nous caracté-
risons ceux-ci en s’intéressant à leur photoluminescence en excitation non-résonnante.
Les modes de polaritons dans les fils sont aussi visibles dans des mesures de trans-
mission ou de réfléctivité, mais l’observation de la photoluminescence a l’avantage
de nous donner instantanément une image de la dispersion (E ,
−→
k ) 3.
On excite donc l’échantillon à haute énergie, au-dessus de la bande d’arrêt des
miroirs de Bragg, et on observe l’émission de la cavité à proximité de l’énergie de
l’exciton. La figure 3.5 reproduit une dispersion obtenue ainsi sur un fil de 5 µm. On
note que l’ouverture numérique de notre dispositif de visualisation ne nous donne
accès qu’aux angles inférieurs à 20˚. On distingue sur cette dispersion 6 modes de
polaritons bas ainsi qu’une raie large située autour de 1.607 eV. On attribue cette
bande diffuse à l’exciton.
La variation de l’intensité de chacun des modes de polariton le long de l’axe des
angles correspond au diagramme d’émission établi à la partie 3.3.1. En effet, le fil
n’est ni aligné avec la fente du spectromètre, ni perpendiculaire à celle-ci, mais plu-
tôt orienté à environ 45˚. Ainsi, l’angle d’observation θ0 est une combinaison de θx
et θy . La dispersion de l’énergie avec l’angle vient de la composante en θx , tandis
que la variation angulaire de l’intensité vient de la composante en θy . Cette confi-
guration où la fente n’est pas perpendiculaire a l’avantage de permettre la visuali-
sation de tous les modes simultanément. Pour comparaison, en mettant la fente du
spectromètre à angle droit avec le fil, seuls les modes pairs sont visibles (à θy = 0).
Inversement, en alignant la fente du spectromètre avec le fil, on ne peut plus ob-
server la dispersion angulaire des modes, pourtant indispensable au processus OPO
que nous étudierons ensuite.
À partir du hamiltonien 3.13, on peut reproduire les modes de polaritons visibles
sur la dispersion et en extraire la taille du fil, le splitting de Rabi, la position de l’ex-
citon et encore la position du mode fondamental de la cavité. La figure 3.6 reproduit
un calcul réalisé sur la dispersion 3.5 après avoir repéré manuellement quelques
points caractéristiques de la dispersion. Un algorithme des moindres carrés opti-
mise ensuite l’ensemble des paramètres ajustables pour que les modes propres de
l’hamiltonien 3.13 passent au plus près de tous ces points. L’accord entre le modèle
et la dispersion expérimentale est très satisfaisant. On obtient les paramètres sui-
vant :
3. En contrepartie, les processus de relaxation qui aboutissent à la luminescence imposent une dis-
tribution thermique sur l’intensité émise. De plus, les processus de relaxation présentent des effets de
bottlenecks [18].
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FIGURE 3.5 – (a) Dispersion de photoluminescence expérimentale d’un fil de 5 µm,
obtenue en polarisation croisée avec le laser d’excitation. (b) Directions du fil et de
la fente du spectromètre. Les angles θ0 d’observation sont des combinaisons des
angles θx et θy , respectivement parallèle et perpendiculaire au fil.
E0 1.59414 eV
EX 1.6061 eV
~Ω (10 ± 2) meV
Ly 5.6 µm
L’estimation de Ly est une vérification de la largeur attendue des fils. Notons
également que l’évaluation du splitting de Rabi ~Ω est extrêmement dépendante de
l’évaluation de l’énergie de l’exciton EX , ce qui introduit l’importante incertitude
indiquée dans le tableau. Pour avoir une estimation plus fiable de la position de
l’exciton et du splitting de Rabi, il serait nécessaire de connaître la dispersion des
modes de polariton haut. Or, ceux-ci ne sont pas visibles en photoluminescence.
3.4.1 Dépendance en épaisseur
La figure 3.7 reproduit des dispersions obtenues pour cinq fils d’épaisseurs dif-
férentes. La taille du fil joue sur deux propriétés des dispersions. D’abord, l’écart
en énergie entre les fils est d’autant plus grand que le fil est étroit. En effet, plus le
confinement est fort, plus les modes sont séparés, comme le traduit la quantifica-
tion ky,j = ( j+1)piLy . D’autre part, les taches formées par les modes le long de l’axe des
angles sont d’autant plus larges et éloignées du centre que le fil est étroit. Ceci cor-
respond au diagramme d’émission (équation 3.7) qui est fonction de (ky ±ky,j)Ly ,
où Ly joue donc le rôle d’un facteur d’échelle et de décalage pour ky . Notons enfin
que l’exciton se trouve à des énergies différentes dans chacune de ces dispersions
(de 1.604 eV à 1.611 eV), mais ceci n’est pas dû à la taille des fils, mais plutôt au
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FIGURE 3.6 – Dispersion de photoluminescence identique à la figure 3.5, sur laquelle
sont représentés en traits pleins le fit des modes de polaritons correspondant au ha-
miltonien 3.13. L’ajustement des paramètres est obtenu à partir des 11 points •, re-
pérés manuellement. La position de l’exciton est indiquée par la ligne en pointillés,
tandis que les modes non couplés du fil sont représentés par les courbes en tirets. On
a également représenté les modes de polaritons haut, non visibles sur la dispersion.
léger gradient d’épaisseur présent dans le puits quantique qui décale lentement la
résonance quand on se déplace sur l’échantillon.
3.4.2 Levée de dégénérescence en polarisation
Les fils photoniques présentent une levée de dégénérescence en polarisation,
précédemment étudiée par DASBACH et al. [5]. Nous l’observons très nettement dans
notre échantillon, comme reproduit sur la figure 3.8. On mesure un écart de 0.71
meV entre les deux sous-branches du mode j = 0, 1.12 meV entre les sous-branches
de mode j = 1, et enfin 1.39 meV entre les sous-branches du mode j = 2. Il y a donc
une augmentation de ce splitting avec l’indice du mode photonique. L’origine de
cette levée de dégénérescence est attribuée [5, 12] aux contraintes thermiques. Les
fils sont en effet collés à température ambiante sur le porte-échantillon en cuivre
puis l’ensemble est refroidi aux températures cryogéniques. Des contraintes ther-
miques agissent alors dans les fils et dans le cuivre. Les fils sont collés avec un angle
d’environ 45˚par rapport à l’axe du porte-échantillon. Le fil étant une structure très
anisotrope, de symmétrie axiale, les contraintes thermiques sur le fil sont également
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FIGURE 3.7 – Collection de dispersions obtenues pour 5 fils d’épaisseurs différentes.
En pointillés on a représenté l’énergie de l’exciton, repérée grâce à la bande de lu-
minescence diffuse.
anisotropes, et modifient de manière différente les paramètres de maille a et a⊥,
respectivement dans l’axe du fil et perpendiculaire à cet axe. Enfin, ces modifica-
tions des paramètres de maille agissent sur les indices de refraction n et n⊥, qui dé-
calent les énergies des modes photoniques 4. Dans l’étude résonnante qui suit, cette
levée de dégénérescence sera un paramètre important dans l’observation de l’oscil-
lation paramétrique, comme il l’a été dans l’étude de l’oscillation paramétrique dite
“verticale”[5].
3.4.3 Largeurs de raie
La mesure de photoluminescence permet finalement d’étudier les largeurs de
raies polaritoniques, en fonction du désaccord notamment. Cette information est
importante pour la compréhension des processus résonnants, en particulier dans
l’analyse des seuils d’oscillation, comme nous le verrons dans la partie suivante. La
figure 3.9 reproduit le résultat de la mesure de la largeur du mode j = 0 en fonction
de l’écart en énergie avec l’exciton, dans un ensemble de fils de 4 µm d’épaisseur,
en polarisation parallèle au fil, à faible puissance de pompe (≈ 1 mW). Dans le mo-
dèle simple des oscillateurs couplés, cette largeur s’exprime γP = X 2γX +C 2γC , où
X et C sont les coefficients de Hopfield du polariton (voir partie 1.4). Le fit avec cette
expression est reproduit sur la même figure, d’où on extrait γC = 0.1 meV, γX = 2.4
meV et Ω = 5.2 meV. La valeur obtenue pour Ω est nettement inférieure à celle ob-
tenue à partir du fit de la position des modes (≈ 10 meV, figure 3.6), ainsi le modèle
des oscillateurs couplés ne réussit pas à rendre compte de façon cohérente du com-
portement de la largeur de raie et de la position des modes simultanément. Il est
probable que l’élargissement inhomogène des excitons soit la cause de cette inco-
4. Il y a quelques différences entre les mesures tirées de l’échantillon étudié dans ce chapitre et les
résultats présentés dans les références [5, 12]. Dans notre cas, le mode de plus basse énergie est polarisé
dans l’axe du fil tandis que celui de plus haute énergie est polarisé perpendiculairement au fil, et le split-
ting est croissant avec l’indice j . Dans les références [5, 12], le modes sont ordonnés dans le sens inverse,
et le splitting est décroissant. Les auteurs expliquaient cette variation en considérant le fait que le mode se rapproche avec l’exciton et est donc repoussé vers le mode ⊥. Par ailleurs, ici, le splitting est de 2
à 4 fois plus grands que celui mesuré dans [5, 12], mais ceci reste dans l’ordre de grandeur du splitting
calculé à partir des coefficients de déformation thermiques.
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FIGURE 3.8 – Dispersions obtenues respectivement sans polariseur, avec un polari-
seur aligné par rapport au fil, et avec un polariseur perpendiculaire au fil, tous les
autres paramètres étant maintenus constants. Les angles petits sont masqués pour
éviter que la diffusion du laser sature le capteur en l’absence de polariseur et quand
le polariseur est dans la direction du laser de pompe.
hérence [19]. Pour la suite de ce chapitre, nous retiendrons γC ≈ 0.1 meV, γX ≈ 1
meV etΩ≈ 5 meV.
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FIGURE 3.9 – Variation de la largeur de raie du mode j = 0 en fonction de la dis-
tance avec l’exciton. Les points sont les données expérimentales, la courbe en trait
plein est un fit avec la largeur prévue par le modèle des oscillateurs couplés, avec
les paramètres γC = 0.1 meV, γX = 2.4 meV,Ω= 5.2 meV. La courbe est prolongée en
pointillés dans la zone où la largeur mesurée est limitée par la résolution du spec-
tromètre.
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3.5 Oscillation paramétrique optique en excitation ré-
sonante
Après avoir caractérisé en détail les fils photoniques en excitation non-résonante,
étudions l’émission non-linéaire obtenue en excitation résonnante. Précédemment,
des processus d’oscillation paramétrique optique “verticaux” ont été observés dans
ce même genre de fils [5, 10, 12]. Suite à l’excitation laser d’un mode de polaritons
intermédiaire (le mode de pompe), des processus interbranches apparaissent dans
lesquels un signal est produit sur un mode d’énergie inférieure, et un complémen-
taire sur un mode de polaritons d’énergie supérieure, en conservant l’énergie et le
vecteur d’onde kx . Dans le processus “vertical”, tous les faisceaux sont en incidence
normale, et c’est l’effet du couplage fort qui permet de trouver trois modes équi-
distants en énergie pour que l’oscillation puisse avoir lieu. Étant donné qu’il y a de
nombreux modes dans les fils photoniques, une grande richesse de processus para-
métriques de ce genre est accessible. Dans ce qui suit nous allons nous concentrer
sur le processus dégénéré en énergie (figure 3.10), comme dans les autres chapitres
de cette thèse. Ainsi, le signal et le complémentaire sont produits sur des modes qui
partagent le même désaccord polariton-exciton, ce qui fait que les faisceaux sor-
tants de la cavité sont naturellement équilibrés en intensité. Cette différence ma-
jeure avec les processus verticaux ou à “angle magique” fait de l’oscillation horizon-
tale le meilleur candidat pour la production de photons jumeaux, ou quantique-
ment corrélés [20, 21].
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FIGURE 3.10 – Quelques processus paramétriques possibles dans les fils photo-
niques : (a) Diffusion intrabranche en pompant à angle non-nul, (b) Diffusion para-
métrique interbranches “verticale”, (c) Diffusion paramétrique dégénérée en éner-
gie, que l’on cherche à obtenir dans cette thèse.
3.5.1 Processus dégénéré en énergie
Les processus “horizontaux”, dégénérés en énergie, sont possibles uniquement
en excitant en incidence normale pour que le vecteur d’onde total kx soit conservé.
Il suffit donc a priori d’exciter un mode j > 0 et d’observer la population sur les
modes d’indices inférieurs, à la même énergie. En raison du diagramme d’émission
présenté dans la partie 3.3.1, il faut de plus pomper avec un vecteur d’onde ky où
l’absorption est non-nulle, et autant que possible à un maximum. Le mode j = 0
est le seul à avoir son maximum absolu en incidence normale. Grâce au splitting en
polarisation de ce mode j = 0, il est possible de pomper sur une des sous-branches
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de ce mode, et d’observer l’OPO sur l’autre sous-branche de ce mode. Nous allons
donc exciter la sous-branche 0⊥, et chercher l’oscillation paramétrique sur la sous-
branche 0 située plus bas en énergie, en recherchant le processus (0⊥,kx = 0)2 →
(0,kx = q)× (0,kx =−q). La figure 3.11 (a) illustre ce mécanisme sur la dispersion
des polaritons. La figure 3.11 (b) reproduit une image expérimentale où le processus
est effectivement observé en excitation résonnante, dans un fil de 3 µm, à une puis-
sance de 30 mW. Dans la suite, nous nous intéresserons aux caractéristiques de ce
processus.
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FIGURE 3.11 – (a) Dispersion en excitation non résonnante d’un fil de 3 µm, en po-
larisation perpendiculaire le fil, à faible puissance (4 mW). Les traits pleins sont les
fits des 3 premiers modes  de polaritons, en tirets la position possible des modes
⊥, et en pointillés l’énergie de l’exciton. Le mécanisme (0⊥,kx = 0)2 → (0,kx = q)×
(0,kx = −q) de diffusion paramétrique horizontal est représenté par des flèches.
(b) Émission en excitation résonnante de la branche 0⊥, en incidence normale. Le
laser de pompe est polarisé perpendiculairement à l’axe du fil. On observe l’appari-
tion d’un signal et d’un complémentaire sur la branche 0, polarisés parallèlement
au fil. Une partie de l’intensité de la pompe est encore visible, même avec un pola-
riseur croisé.
3.5.2 Comportement en polarisation
Étant donné les sous-branches impliquées, le mécanisme d’oscillation paramé-
trique est sélectif en polarisation. Le laser de pompe doit être polarisé perpendicu-
lairement au fil pour exciter efficacement la branche 0⊥. Les seuls états finaux dis-
ponibles dans le mécanisme horizontal sont situés sur la branche 0. Donc le signal
et le complémentaire sont polarisés perpendiculairement, et perpendiculairement
à la polarisation du laser de pompe.
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FIGURE 3.12 – (a) Dispersion en excitation non résonnante, zoom de la figure 3.11.a.
(b) Émission en excitation résonnante, zoom de la figure 3.11.b. Notons que le signal
et le complémentaire ne sont pas rigoureusement dégénérés en énergie.
3.5.3 Parité
En plus de conserver l’énergie et le vecteur d’onde total, le processus paramé-
trique doit aussi conserver la parité des modes dans le fil. L’état initial est un produit
de deux états de polariton de pompe. C’est donc toujours un état pair. L’état final est
le produit de l’état signal et de l’état complémentaire. On en conclut que le signal
et le complémentaire doivent avoir la même parité (pair ou impair) pour que l’état
final soit pair. Cette règle de sélection restreint les processus interbranches acces-
sibles [10, 11], mais elle est toujours vérifiée dans le cas des processus horizontaux
que nous considérons ici, puisque le signal et le complémentaire sont sur le même
mode.
3.5.4 Suivi de l’accord de phase (E , k)
Pour prouver l’origine paramétrique du mécanisme, on étudie l’énergie et le
vecteur d’onde du signal et du complémentaire quand on déplace légèrement la
pompe autour de l’incidence normale. Grâce à la largeur finie de la raie 0⊥ exci-
tée par la pompe, il y a un petit intervalle angulaire dans lequel le laser reste suffi-
samment en résonance avec le mode pour pomper efficacement la structure quand
on change l’angle d’incidence, sans ajuster l’énergie du laser. La figure 3.13 repro-
duit quelques images de l’émission obtenues pour différents angles de pompage,
l’énergie de pompe restant constante. On constate très nettement que le signal et
le complémentaire ajustent spontanément leur énergie et leur vecteur d’onde pour
que les règles de conservation soient respectées. Ceci confirme avec certitude que
le mécanisme est paramétrique, par opposition à un processus de diffusion linéaire
de type Rayleigh.
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FIGURE 3.13 – Collection d’images (E , k) de l’émission d’un fil, pompé pour diffé-
rents angles à proximité de l’incidence normale, à énergie constante. Le signal et le
complémentaire (à gauche et à droite de la pompe) suivent la dispersion de la sous-
branche 0⊥. La ligne en pointillés repère l’incidence normale, les deux courbes en
traits pleins repèrent les sous-branches 0 et 0⊥.
3.5.5 Images dans le plan de Fourier
Dans le plan de Fourier, où on visualise l’émission résolue en vecteurs d’onde, le
signal et le complémentaire correspondent à deux taches allongées dans la direction
ky perpendiculaire au fil, comme l’illustre la figure 3.14. La largeur en ky de la tache
correspond à la largeur du lobe central du diagramme d’émission du mode j = 0. La
largeur en kx est quant à elle liée à la largeur spectrale de la raie. Sur la figure 3.14, la
tache centrale, structurée, correspond au laser de pompe, dont une partie de la lu-
mière n’est pas bloquée par le polariseur croisé. Les longues lignes dans la direction
ky qui composent cette tache sont vraisemblablement dues à la diffraction du spot
laser sur les bords du fil. Ces lignes sont stoppées sur l’image par l’ouverture numé-
rique finie du dispositif de visualisation, qui ne permet que de visualiser l’émission
entre -20˚et +20˚.
3.5.6 Processus supplémentaires
En fonction du désaccord exciton-cavité, ou en fonction de la taille du fil, d’autres
mécanismes horizontaux peuvent être accessibles, en plus du processus (0,kx =
0)2 → (0⊥,kx = q)× (0⊥,kx =−q). En effet, si le splitting en polarisation devient plus
grand que l’écart entre les branches d’indices j successifs, on peut observer les mé-
canismes (0,kx = 0)2 → ( j⊥,kx = q)× ( j⊥,kx = −q), avec j > 0. La figure 3.15 re-
produit un exemple d’émission multiple où l’oscillation apparaît sur des branches
supplémentaires, en plus de la branche 0⊥.
3.6 Étude en puissance de l’OPO
Nous avons clairement mis en évidence l’existence de processus paramétriques
horizontaux dans nos échantillons de fils photoniques, qui respectent notamment
la conservation de l’énergie et du vecteur d’onde. Confrontons maintenant le com-
portement en puissance avec un modèle simple d’interaction paramétrique dans les
microcavités, et étudions l’influence des paramètres expérimentaux sur l’efficacité
du phénomène.
La figure 3.16 reproduit l’intensité du signal et du complémentaire pour l’oscil-
lation paramétrique dans un fil de 3 µm, en pompant à une énergie de -10 meV sous
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FIGURE 3.14 – Émission de l’échantillon visualisée dans le plan de Fourier. Les angles
θX et θY correspondent à l’horizontale et à la verticale dans l’expérience, les angles
θx et θy sont les angles dans les plans parallèles et perpendiculaire au fil. En poin-
tillés on a représenté la direction du fil, pour référence.
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FIGURE 3.15 – Émission de l’échantillon visualisée dans le plan de Fourier, dans un
fil de 6 µm d’épaisseur. On pompe à une énergie ≈ 5 meV sous l’exciton, à 40 mW.
L’oscillation paramétrique est multiple. On dénombre au moins deux mécanismes,
que l’on identifie grâce aux nombres de lobes d’émission dans l’axe ky : le processus
A correspond à (0,kx = 0)2 → (0⊥,kx = q0)× (0⊥,kx =−q0), tandis que le processus
B correspond à (0,kx = 0)2 → (1⊥,kx = q1)× (1⊥,kx = −q1). Les trois formes régu-
lièrement tâchetées au centre l’image sont attribuables à la diffraction du spot de
pompe sur les bords du fil.
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l’exciton. Les intensités ont été mesurés avec des photodiodes, préalablement cali-
brées. On note l’apparition du signal et du complémentaire à partir d’un seuil sur
la puissance de pompe P0 = 40.0 mW. En-dessous du seuil, le gain paramétrique est
trop faible pour compenser les pertes du système (absorption et miroirs de trans-
mittivité non-nulle). À partir de P0, le gain paramétrique compense les pertes, et
l’oscillation apparaît.
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FIGURE 3.16 – Intensités du signal et du complémentaire en fonction de la puissance
de pompe, dans un fil de 3 µm. La pompe est située 10 meV sous l’exciton. Les ronds
noirs et les carrés rouges correspondent respectivement au signal et au complémen-
taire. La ligne en trait plein est un fit de la forme α(
√
Pp −
p
P0) (voir équation 3.31),
avec P0 = 40.0 mW.
On note que les intensités du signal et du complémentaire sont à peu près équi-
librées (10% d’écart maximum en dessous de 200 mW). Ceci correspond à la re-
présentation corpusculaire dans laquelle deux polaritons de pompe sont diffusés
en deux polaritons, signal et complémentaire, produisant ainsi autant de polaritons
d’un type que de l’autre. Comme le signal et le complémentaire sont ici à la même
énergie, ils ont aussi les mêmes composantes exciton et photon, et les intensités sor-
tantes sont donc proches. Les puissances de sortie dépassent 500µW, et étant donné
la longueur d’onde (775 nm), les deux faisceaux sont très largement visibles à l’oeil
nu. Ceci constitue un résultat très satisfaisant.
3.6.1 Modèle de polaritons en interaction
Un modèle simple d’interaction entre polaritons permet de justifier ce compor-
tement en puissance. CIUTI et al. [22] [23] ont étudié l’oscillation paramétrique dans
une microcavité planaire en couplage fort à partir d’un modèle quantique. WHITTA-
KER [24] a analysé le problème du point de vue classique d’un système d’oscillateurs
couplés, où l’exciton est décrit comme un oscillateur non-linéaire, et obtient des
résultats similaires. Nous (D. TAJ, T. LECOMTE, C. DIEDERICHS, PH. ROUSSIGNOL,
C. DELALANDE ET J. TIGNON [25]) avons montré que même en régime de couplage
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faible ces résultats sur le comportement en puissance de l’OPO étaient encore va-
lables.
Dans les fils photoniques, puisque nous avons montré plus haut que les modes
de polaritons se comportent tout à fait comme des modes de cavité individuelle-
ment couplés à l’exciton, nous nous attendons à pouvoir utiliser le même forma-
lisme que celui des cavités planaires. Ici nous reprendrons le raisonnement abou-
tissant à l’expression des intensités du signal et du complémentaire en régime d’os-
cillation, déjà largement abordé dans les références citées, ainsi que dans plusieurs
manuscrits de thèse. On se basera notamment sur la démarche exposée dans la ré-
férence [20], en l’adaptant au cas de l’oscillation dégénérée.
Le système est décrit par un hamiltonien H =H0+Hint , où H0 décrit l’évolution
libre tandis que Hint décrit l’interaction entre polaritons (établi à partir de 1.58) :
H0 =
∑
k
EP (k)p
†
k pk (3.15)
Hint = 1
2
∑
k,k′,q
Vk,k′,qp
†
k+q p
†
k ′−q pk pk ′ (3.16)
Les p†k sont les opérateurs de création de polaritons. k permet d’indentifier le mode
de polaritons, il inclut donc non-seulement le vecteur d’onde, mais aussi l’indice
j de la branche, et la polarisation ⊥ ou  de la sous-branche. EP (k) est l’énergie
du mode repéré par k. Vk,k′,q est le potentiel d’interaction entre polariton, qui se
compose de deux termes, décrivant respectivement les interactions excitoniques et
la saturation du couplage exciton-photon :
Vk,k′,q =V0Xk+q Xk ′−q Xk ′Xk
+2Vsat (Xk+q Xk ′−qCk Xk ′ +Ck+q Xk ′−q Xk ′Xk )
(3.17)
Dans notre problème, on énumère trois modes participants au processus, qu’on re-
pèrera par kp , ks et kc respectivement pour la pompe, le signal et le complémen-
taire. Hint décrit toutes les interactions possibles entre ces modes. On ne retiendra
que celles qui font intervenir au moins deux fois pkp , ce qui est valable tant que le si-
gnal et le complémentaire sont faibles, c’est-à-dire tant que la puissance de pompe
n’est pas trop élevée au-dessus du seuil. On évite ainsis les processus de diffusion
multiples.
De plus, Vk,k′,q dépend de la position des modes par l’intermédiaire des coeffi-
cients de Hopfield, qui eux-mêmes ne dépendent que de l’écart entre l’énergie du
polariton et celle de l’exciton. Comme on se concentre sur les processus horizon-
taux où tous les modes participants sont à la même énergie, il n’y a qu’un seul Vk,k′,q
impliqué, qu’on notera seulement V (E).
À partir de l’hamiltonien H , on peut écrire les équations de Heisenberg qui dé-
crivent l’évolution des opérateurs de polaritons. Au préalable, on définit les opéra-
teurs lentements variables, où on a noté E˜p,s,c les énergies des polaritons impliqués
(E˜p est en particulier l’énergie du laser de pompe) :
p˜p,s,c (t )= pp,s,c (t )e i E˜p,s,c t/~ (3.18)
Dans le cadre de l’approximation séculaire, qui décrit la conservation d’énergie du-
rant le processus paramétrique (∆E˜ = E˜s+ E˜c−2E˜p = 0), on obtient le système diffé-
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rentiel suivant :
d p˜s
d t
=− i
~
(
∆s +2V (E)p˜†p p˜p
)
p˜s − i~V (E)p˜
†
c p˜
2
p −γs p˜s +P ins (3.19a)
d p˜c
d t
=− i
~
(
∆c +2V (E)p˜†p p˜p
)
p˜c − i~V (E)p˜
†
s p˜
2
p −γc p˜c +P inc (3.19b)
d p˜p
d t
=− i
~
(
∆p +2V (E)p˜†p p˜p
)
p˜p − i~2V (E)p˜
†
p p˜s p˜c −γp p˜p +P inp (3.19c)
On a introduit ici les largeurs de raies de polaritons γp,s,c (HWHM), des termes de
pompage P ink , et les désaccords ∆p,s,c = EP (kp,s,c )− E˜p,s,c qui correspond à l’écart
entre l’énergie des modes nus et l’énergie des polaritons.
Expérimentalement, on accorde à chaque puissance l’énergie de la pompe pour
exciter en résonance. Ainsi ∆p compense exactement le blueshift venant du terme
2V (E)p˜†p p˜p . De plus, les éventuels faisceaux signal et complémentaire vont être pro-
duits spontanément dans la configuration qui minimise l’intensité de seuil, ce qui
fixe les valeurs de ∆s et ∆c pour compenser également leurs blueshifts respectifs. Le
système se simplifie :
d p˜s
d t
=− i
~
V (E)p˜†c p˜
2
p −γs p˜s +P ins (3.20a)
d p˜c
d t
=− i
~
V (E)p˜†s p˜
2
p −γc p˜c +P inc (3.20b)
d p˜p
d t
=− i
~
2V (E)p˜†p p˜s p˜c −γp p˜p +P inp (3.20c)
Étudions les solutions stationnaires pk . Puisqu’on excite le système avec une
seule pompe, P
in
s = P
in
c = 0. Le système s’écrit :
0=− i
~
V (E)p∗c p
2
p −γs p s (3.21a)
0=− i
~
V (E)p∗s p
2
p −γc pc (3.21b)
0=− i
~
2V (E)p∗p p s pc −γp pp +P
in
p (3.21c)
Pour que des solutions existent, le déterminant des deux premières équations
doit être nul, ce qui donne la condition pour la population de polaritons de pompe∣∣∣pp ∣∣∣2 au seuil d’oscillation :
γsγc − (V /~)2
∣∣∣pp,seuil∣∣∣4 = 0 (3.22)
⇔
∣∣∣pp,seuil∣∣∣2 = pγsγc(V /~) (3.23)
Au niveau du seuil, on peut négliger le premier terme dans l’équation 3.21c, qui
donne alors la relation entre la population des polaritons de pompe et le terme de
pompage : ∣∣∣P inp,seuil∣∣∣2 = γ2p ∣∣∣pp,seuil∣∣∣2 (3.24)
Dans l’approximation du quasi-mode [26], le terme de pompage est lié à l’am-
plitude A inp du champ laser de pompe par l’intermédiaire de largeur du mode de
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cavité γC :
P
in
p,seuil =Cp
√
2γCA
in
p,seuil (3.25)
Pour l’intensité du champ laser de pompe I inp =
∣∣∣A inp ∣∣∣2 au seuil, on obtient donc :
I inp,seuil =
γ2p
p
γsγc
C 2p 2γC (V /~)
(3.26)
Cette équation 3.26 constitue un résultat intéressant, qui permet de discuter de
la variation de la dépendance du seuil avec les paramètres expérimentaux. Nous
étudierons un peu plus loin (partie 3.6.2) comment le seuil varie avec le désaccord.
Notons tout de suite que le seuil est d’autant plus bas que les largeurs γp , γs et γc
sont petites, et que le potentiel d’interaction V est grand. Pour que le seuil soit petit,
il faut également que la pompe soit bien couplée avec le système, ce qui correspond
à un coefficient C 2p grand, et une largeur de cavité γC grande.
Les populations du signal et du complémentaire sont donnnés par l’équation
3.21c :
∣∣p s ∣∣2 = γp2(V /~)
√
γc
γs
√
I inp −
√
I inp,seuil√
I inp,seuil
(3.27)
∣∣pc ∣∣2 = γp2(V /~)
√
γs
γc
√
I inp −
√
I inp,seuil√
I inp,seuil
(3.28)
Une fois de plus, dans l’approximation du quasi-mode [26], on peut relier ces
populations aux champs lumineux sortants (I outk = 2γC C 2k
∣∣pk ∣∣2) :
I outs =
γC C 2s γp
(V /~)
√
γc
γs

√
I inp −
√
I inp,seuil√
I inp,seuil
 (3.29)
I outc =
γC C 2c γp
(V /~)
√
γs
γc

√
I inp −
√
I inp,seuil√
I inp,seuil
 (3.30)
En particulier, dans ce modèle les puissances Ps et Pc du signal et du complé-
mentaire se comportent comme :
Ps,c ∝
√
Pp −
√
P0 (3.31)
où Pp désigne la puissance de pompe et P0 la puissance de seuil.
Expérimentalement, c’est exactement le comportement que l’on observe. Effec-
tivement, la figure 3.16 montre un fit avec une fonction de la forme
√
Pp −
p
P0, qui
reproduit de manière très satisfaisante les données expérimentales, avec P0 = 40.0
mW. De plus, comme le processus est dégénéré en énergie, le signal et le complé-
mentaire partagent les mêmes largeurs de raie (γS = γC ) et les mêmes coefficient de
Hopfield (CS =CC ) dans les équations 3.29, donc le signal et le complémentaire sont
effectivement de même intensité. Nous partons donc sur un modèle qui reproduit
correctement le comportement en puissance. Nous discuterons des équations 3.29
dans le paragraphe suivant.
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3.6.2 Étude en fonction du désaccord
Nous avons étudié expérimentalement la dépendance du seuil de l’oscillation
paramétrique avec le désaccord polariton-exciton. Appliquons la formule 3.26 qui
définit l’intensité de seuil au cas particulier du processus horizontal, dégénéré en
énergie. Puisque les trois modes polaritoniques considérés sont à la même énergie,
ils sont aussi à la même distance énergétique du mode excitonique non couplé, et ils
ont donc les mêmes coefficients de Hopfield : Cp =Cs =Cc =C et Xp = Xs = Xc = X .
On supposera que les largeurs sont toutes les mêmes : γp = γs = γc = γC C 2+γX X 2.
Et enfin, le potentiel d’interaction (défini en 3.17) s’écrit : V =V0X 4+4VsatC X 3. L’in-
tensité de seuil dépend donc du désaccord polariton-exciton par l’intermédiaire des
coefficients de Hopfield selon l’expression suivante :
I inp,seuil =
~
(
γC C 2+γX X 2
)3
C 22γC
(
V0X 4+4VsatC X 3
) (3.32)
La variation de l’intensité I inp,seuil avec l’énergie dépend de cinq paramètres : les
largeurs de raies γC et γX de la cavité et de l’exciton, les potentiels V0 et Vsat d’in-
teraction entre polaritons et de saturation, et le splitting de Rabi Ω, qui apparaît
dans les coefficients de Hopfield X et C . Le splitting de Rabi agit comme un facteur
d’échelle sur l’écart d’énergie entre le polariton et l’exciton. D’après les caractéris-
tiques de nos fils, on estime Vsat /V0 ≈ 0.04 [27], et V0 agit alors comme un facteur
d’échelle sur l’intensité de seuil. Enfin, l’influence des paramètres γC et γX est illus-
trée sur la figure 3.17. On note que la largeur de cavité γC n’influence que peu le
seuil minimal en fonction du désaccord ; par contre plus γC est petit, plus la courbe
de seuil s’élargit : ainsi, avec un γC petit, on obtient un seuil petit sur une grande
gamme de désaccord. La largeur de l’exciton γX joue un grand rôle dans l’intensité
de seuil : le seuil minimal augmente de 2 ordres de grandeurs environ quand γX aug-
mente d’un ordre de grandeur, de 0.2 meV à 2 meV. Dans tous les cas, le seuil se situe
à un désaccord dont l’ordre de grandeur est le splitting de Rabi : (Ep −EX )seuil ∼Ω.
La figure 3.18 reproduit nos résultats expérimentaux de la mesure de la puis-
sance de pompe au seuil d’oscillation, en fonction de l’écart d’énergie Ep−EX entre
la pompe et l’exciton. On observe une augmentation exponentielle de la puissance
de seuil quand on s’éloigne de l’exciton. Pour des désaccords inférieurs à -16 meV, le
seuil devient plus grand que la puissance accessible dans notre montage expérimen-
tal (≈ 300 mW). Pour des désaccords plus grands que -4 meV environ, l’oscillation
n’est plus visible, parce que les intensités des faisceaux signal et complémentaire
sont trop faibles et masquées par d’autres processus, comme la diffusion incohé-
rente.
Sur la figure, nous avons représenté plusieurs applications numériques de l’équa-
tion 3.32 définissant l’évolution de I inp,seuil. La courbe en tirets rouges correspond aux
paramètres déduits de la mesure des largeurs de raies, décrite dans la section 3.4.3,
où on avait obtenu Ω ≈ 5 meV, γX ≈ 1 meV et γC ≈ 0.1 meV. Cet ensemble de para-
mètres décrit assez mal les valeurs de seuil mesurées. Pour améliorer l’accord entre
la formule et les données, il faut notamment considérer une largeur de raie de l’ex-
citon beaucoup plus faible. Ainsi la courbe noire en trait plein correspond à γX ≈ 0.1
meV et décrit correctement la tendance des données expérimentales. Alternative-
ment, on peut aussi reproduire les données en prenant un splitting de Rabi plus
grand, Ω ≈ 10 meV, qui correspond au splitting mesuré sur la dispersion de polari-
tons de la figure 3.6, mais il faut alors choisir une largeur de raies de l’exciton encore
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FIGURE 3.17 – (a) Intensité de seuil en fonction de l’écart d’énergie entre le polariton
et l’exciton, pour différentes valeurs de la largeur de raie de cavitéγC . (b) Intensité de
seuil en fonction de l’écart d’énergie entre le polariton et l’exciton, pour différentes
valeurs de la largeur de raie de l’exciton γX .
-18 -16 -14 -12 -10 -8 -6 -4 -2 0
Désaccord (Ep −EX ) (meV)
P
in p
,s
eu
il
(m
W
)
103
102
101
100
FIGURE 3.18 – Mesure du seuil d’oscillation dans une collection de fils, en fonction
de l’écart d’énergie entre les polaritons et l’exciton. Les points munis de barres d’er-
reur sont les données expérimentales. La courbe noire en trait plein est un ajuste-
ment de la formule 3.32 pour I inp,seuil avec Ω= 5 meV, γX = 0.1 meV et γC = 0.1 meV.
La courbe verte en pointillés représente la même formule, mais avec Ω = 10 meV,
γX = 0.03 meV et γC = 0.1 meV. Enfin, la courbe rouge en tirets représente égale-
ment la même formule avecΩ= 5 meV, γX = 1 meV et γC = 0.1 meV, plus proche de
la mesure expérimentale réalisée dans la partie 3.4.3.
plus petite. Sur la courbe verte en pointillés, on a pris γX ≈ 0.03 meV. Globalement,
on retiendra que le modèle présenté ci-dessus s’accorde correctement avec les don-
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nées expérimentales si on utilise une largeur de raies pour les excitons nettement
inférieure au 2 meV que nous avions obtenu en mesurant les largeurs de raie. Il est
probable que cette distinction corresponde à l’écart entre la largeur radiative de l’ex-
citon et sa largeur totale, incluant la largeur inhomogène. Un modèle incluant les ef-
fets d’élargissement inhomogène pourrait décrire plus précisément les mécanismes
en jeu [19].
La variation de l’intensité des faisceaux signal et complémentaire avec la puis-
sance de pompe et avec le désaccord pompe-exciton est décrite par l’équation 3.29,
dont on a reproduit les résultats sur la figure 3.19. On note que l’intensité des fais-
ceaux créés par l’OPO est globalement d’autant plus faible que le désaccord est
proche de zéro. Ceci correspond à deux effets conjoints. D’abord, plus le seuil est
bas, plus la population de polariton produite l’est également, à cause du terme
√
I inp −
√
I inp,seuil√
I inp,seuil
dans l’expression de I outs . D’autre part, plus les modes polaritoniques impliqués
sont proches de l’exciton, plus leur composante excitonique est grande, ce qui les
rend moins couplés vers l’extérieur. Ceci correspond au terme C 2 au numérateur
des équations 3.29 et 3.30. Ceci justifie que, dans nos mesures, le signal et le com-
plémentaire ne soient plus visibles pour des désaccords plus petits que -4 meV envi-
ron, c’est-à-dire quand on s’éloigne de l’exciton. Il y a ainsi un compromis à trouver :
on peut atteindre un seuil petit, mais au prix d’intensités faibles pour le signal et le
complémentaire.
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FIGURE 3.19 – Intensité du signal (égale à celle du complémentaire) selon la formule
3.29 dans un diagramme dont l’abscisse est l’écart en énergie entre la pompe et l’ex-
citon, et l’ordonnée est l’intensité de la pompe. La ligne épaisse représente le seuil
d’oscillation. Les paramètres choisis sont γX = 0.1 meV et γC = 0.1 meV.
3.6.3 Influence de la taille des fils
La taille des fils joue un rôle sur le diagramme d’émission du signal et du com-
plémentaire. Plus le fil est étroit, plus l’émission angulaire de ces faisceaux est éten-
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due. La figure 3.20 illustre cet effet sur l’émission dans le plan de Fourier de deux
fils de tailles différentes. On note que dans le fil de 6 µm, l’émission s’étend sur 20
˚seulement, tandis que dans le fil de 3 µm, elle s’étend sur 45 ˚.
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FIGURE 3.20 – Émission dans le plan de Fourier de deux fils de 6 µm (à gauche) et de
3 µm (à droite). Les échelles angulaires sont identiques.
En revanche, la taille des fils ne joue pas un rôle direct sur l’intensité intégrée
au seuil ou sur les intensités des faisceaux OPO. La figure 3.18 présentée ci-dessus
rassemble d’ailleurs des données expérimentales obtenues sur des fils de tailles dif-
férentes (3 à 6 µm) sans qu’on puisse extraire une tendance due aux différences de
tailles.
Il semble donc que le confinement latéral joue essentiellement un rôle en parti-
cipant au splitting en polarisation et en introduisant les modes j du fil. En revanche,
il intervient peu dans l’interaction polariton-polariton.
Conclusion de l’étude en puissance
L’oscillation paramétrique horizontale observée dans les fils photoniques se com-
porte, pour ce qui est des intensités moyennes, selon le modèle usuel d’interac-
tion entre excitons, dans un régime de couplage fort. Les intensités produites va-
rient comme
√
Pp −
p
P0. L’intensité de pompe au seuil varie énormément avec le
désaccord polariton-exciton : elle présente un minimum aux alentours du splitting
de Rabi, augmente exponentiellement quand on s’éloigne de l’exciton. Plus près de
l’exciton, les intensités produites sont trop faibles et l’oscillation n’est plus visible. Le
confinement latéral des fils a une influence structurelle, mais n’intervient pas dans
la description de l’interaction non-linéaire entre polaritons. Après cette étude des
puissances moyennes, nous nous intéresserons dans la dernière partie de ce cha-
pitre au propriétés des fluctuations d’intensités des faisceaux produits.
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3.7 Mesures du bruit de photons
Parmi les propriétés intéressantes de l’oscillation paramétrique figurent les ca-
ractéristiques des fluctuations des champs signal et complémentaire, qui sont du
plus grand intérêt.
Dans le premier chapitre (partie 1.6) de cette thèse, nous avons décrit les concepts
des fluctuations quantiques du champ électromagnétique. Comme nous l’avons vu,
le mélange à trois ondes produit des faisceaux corrélés, ou jumeaux, dont les ap-
plications sont nombreuses : mesures au-delà du bruit quantique standard, crypto-
graphie quantique en variables continues, mesures quantiques non destructives, ou
encore obtention de sources de photons uniques dits “annoncés”. Dans les micro-
cavités, et en particulier dans les fils photoniques, il se produit un mélange à quatre
ondes, attribuable à un χ(3). Il y a donc également création de polaritons jumeaux.
Dans cette partie, nous présenterons les résultats expérimentaux obtenus dans les
fils photoniques. Nous nous intéresserons à l’existence ou non de corrélations quan-
tiques.
Le montage expérimental de mesure du bruit de photons et de corrélations entre
faisceaux a été présentée en détail dans la partie 2.5. En particulier, la figure 2.10
présentait la façon dont on extrait et filtre spatialement les faisceaux signal et com-
plémentaire avant de les envoyer sur les détecteurs. Les spectres de bruit sont en
particulier mesurés sur une bande de fréquences comprise entre 2 et 4 MHz. Par
ailleurs, on a optimisé a posteriori le bruit de la différence d’intensité en ajustant
numériquement le gain sur une des voies (voir partie 2.5.4).
3.7.1 Bruit des faisceaux individuels
Nous présentons tout d’abord une mesure des bruits individuels des faisceaux
signal et complémentaire sur la figure 3.21, obtenue exactement dans les conditions
expérimentales de la figure 3.16 qui présentait les intensités moyennes. Le bruit des
faisceaux individuels semble monter de façon abrupte au niveau du seuil OPO (50
mW), en partant approximativement du bruit quantique standard, pour s’arrêter à
hauteur de 2×103 fois le bruit quantique standard autour de 50 mW, après quoi il
reste à peu près constant. Notons que des bruits très élevés comme ceux que nous
mesurons ici ont aussi été observés dans une expérience de mélange à quatre ondes
dans une cavité planaire [21].
3.7.2 Bruit de la différence et de la somme d’intensités
Nous présentons ensuite une mesure des bruits de la somme et de la différence
des intensités sur la figure 3.22. Le bruit de la somme des intensités se comporte glo-
balement comme les bruit individuels. On attend a priori que le bruit de la différence
d’intensité soit en-dessous du bruit quantique standard si le système se comporte
comme un oscillateur paramétrique idéal. On observe cependant une situation dif-
férente : le bruit de la différence semble partir du bruit quantique standard au niveau
du seuil d’oscillation, puis augmente très nettement jusqu’à atteindre deux ordres
de grandeur au-dessus du bruit quantique standard. À aucun moment ce bruit dela
différence n’est mesuré dans le régime quantique.
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FIGURE 3.21 – Mesure de bruit sur les faisceaux infividuels : signal (carrés rouges)
et complémentaire (ronds noirs) en fonction de la puissance de pompe, dans les
mêmes conditions expérimentales que la figure 3.16. Les points à 16 mW sont très
nettement dans le bruit des instruments de mesures, on a donc représenté une
grande barre d’erreur en pointillés.
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FIGURE 3.22 – Mesure de bruit de la somme (carrés verts) et de la différence (ronds
bleus) en fonction de la puissance de pompe. Les conditions expérimentales sont
celles de la figure 3.16. La pompe est située 10 meV sous l’exciton, dans un fil de 3
µm. Les points à 16 mW sont très nettement dans le bruit des instruments de me-
sures, on a donc représenté une grande barre d’erreur en pointillés.
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3.7.3 Taux de corrélation
Le taux de corrélation C entre le signal et le complémentaire est défini par :
C = S
out
s −Soutr
4
√
Soutαs S
out
βc
(3.33)
On a représenté ce taux de corrélation sur la figure 3.23, pour la même série de
mesure que précédemment. Ce taux de corrélation est plus grand que 0.97, ce qui
correspond à une très forte corrélation entre les intensités. Notons néanmoins que
cette grandeur n’indique pas que le système est dans un régime quantique, seule la
valeur du bruit de la différence d’intensités peut l’indiquer (en passant sous le bruit
quantique standard).
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FIGURE 3.23 – Mesure du taux de corrélation entre les faisceaux signal et complé-
mentaire en fonction de la puissance de pompe, dans les mêmes conditions expéri-
mentales que la figure 3.16.
3.7.4 Modèle de fluctuations
Pour interpréter les mesures de bruit réalisées sur les fils photoniques, nous éta-
blirons maintenant les résultats en termes de bruit du modèle de polaritons en in-
teraction que l’on a établi précédemment, notamment dans le système d’équations
3.19. Cette fois-ci, on ne s’intéresse plus seulement aux valeurs moyennes, mais
aussi et surtout aux fluctuations des opérateurs de polaritons. On écrit donc chaque
grandeur G comme la somme de la valeur moyenne et des fluctuations autour de
cette moyenne : G = G +δG . On linéarise le système au premier ordre par rapport
aux fluctuations, et on utilise les résultats trouvés précédemment pour les valeurs
moyennes, ce qui donne 5 :
5. Notons qu’un certain nombre de termes manquent dans la référence [20] en comparaison du sys-
tème 3.34.
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dδps
d t
=− iV
~
(
2p s
(
p†pδpp +ppδp†p
)
+2p†c ppδp†p +p2pδp†c
)
−γsδps +δP ins (3.34a)
dδpc
d t
=− iV
~
(
2pc
(
p†pδpp +ppδp†p
)
+2p†s ppδp†p +p2pδp†s
)
−γcδpc +δP inc (3.34b)
dδpp
d t
=− i 2V
~
(
|pp |2δpp +p2pδp†p +p†p p sδpc +p†p pcδps +p s pcδp†p
)
−γpδpp +δP inp
(3.34c)
Résolution matricielle
Le système, comprenant les trois équations ci-dessus et leurs complexes conju-
guées, peut s’écrire de façon matricielle :
d
d t

δps
δp†s
δpc
δp†c
δpp
δp†p
=M

δps
δp†s
δpc
δp†c
δpp
δp†p
+

δP ins
δP ins
†
δP inc
δP inc
†
δP inp
δP inp
†

(3.35)
où la matrice M est définie par :
M =

−γs 0 0 −iV~ p
2
p
−2iV
~
p s p
†
p
−2iV
~
(p s +p†c )pp
0 −γs iV~ p
†
p
2
0
2iV
~
(p†s +pc )p†p
2iV
~
p†s pp
0
−iV
~
p2p −γc 0
−2iV
~
pc p
†
p
−2iV
~
(pc +p†s )pp
iV
~
p†p
2
0 0 −γc 2iV~ (p
†
c +p s )p†p
2iV
~
p†c pp
−2iV
~
p†p pc 0
−2iV
~
p†p p s 0 −γp −
2iV
~
|pp |2
−2iV
~
(p2p +p s pc )
0
2iV
~
pp p
†
c 0
2iV
~
pp p
†
s
2iV
~
(p2p
†+p†s p†c ) −γp +
2iV
~
|pp |2

(3.36)
Rôles du potentiel V , du désaccord polaritons-exciton
Dans la matrice M , chaque fois que le potentiel d’interaction V apparaît, il est
multiplié par un produit de deux moyennes d’opérateurs de polaritons. Or, on a
trouvé plus haut que chacune de ces moyennes est proportionnelle à
√
1
V . On en
conclut que les fluctuations ne dépendent pas du potentiel d’interaction V .
En conséquence, si les fluctuations dépendent du désaccord polariton-exciton,
ce n’est que par l’intermédiaire des largeurs de raies γs , γc et γp .
Quadratures d’amplitude
Notre objectif est de trouver l’expression des fluctuations que l’on est capable
de mesurer expérimentalement, c’est-à-dire des fluctuations de l’intensité I outs du
signal, de l’intensité I outc du complémentaire, de la différence d’intensité I− = I outs −
I outc , ainsi que de la somme I+ = I outs + I outc . Dans le cas équilibré (I outs = I outc ), les
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fluctuations sur I− et I+ sont proporionnelles aux fluctuations de la différence et la
somme des amplitudes des champs, respectivement. Revenons aux valeurs moyennes
pour déterminer quelles sont les quadratures d’amplitude du signal et du complé-
mentaire. Le système 3.21 fixe les deux relations suivantes sur les phases moyennes
φinp , φp , φs et φc , respectivement du champ de pompe entrant, de la pompe, du si-
gnal et du complémentaire :
φinp =φp (3.37)
φs +φc =−pi
2
+2φp (3.38)
On choisira φp comme référence des phases : φinp = φp = 0. La somme φs +φc est
alors fixée, mais la différence φs −φc est libre d’évoluer (d’ailleurs ses fluctuations
divergent au seuil [28]). On choisira dans la suiteφs = 0 (p s réel), ce qui fixeφc =−
pi
2
(pc imaginaire pur). Ainsi, la quadrature d’amplitude αs du signal est la partie réelle
du champ signal, tandis que la quadrature d’amplitude αc du complémentaire est
la partie imaginaire du champ complémentaire.
On résoudra le système 3.34 dans la base des parties réelles αk et imaginaires βk
des populations de polaritons. On définit de même les parties réelles des champs in
en entrée et out en sortie.
αk =
1
2
(δpk +δp†k ) (3.39a)
βk =
1
2i
(δpk −δp†k ) (3.39b)
On réalise alors un changement de base (depuis la base des fluctuations com-
plexes des champs vers la base des fluctuations sur les axes réels et imaginaires)
puis une transformée de Fourier. Les détails du calcul sont présentés dans l’annexe
D. Ceci permet de résoudre le système d’équations pour les quadratures, dans le do-
maine fréquentiel. Dans la suite, on présentera les résultats obtenus en réalisant le
calcul numériquement.
Fluctuations des champs sortants
On s’intéresse particulièrement à δαs et δβc , qui sont les fluctuations d’ampli-
tude pour le signal et le complémentaire. On s’intéresse aussi aux fluctuations sur la
différence et la somme des amplitudes, qu’on étudiera grâce aux variables r pour la
différence 6 et s pour la somme :
r = 1p
2
(δαs +δβc ) (3.40a)
s = 1p
2
(δαs −δβc ) (3.40b)
Jusqu’ici, les fluctuations que nous avons calculées sont celles de grandeurs in-
ternes à la microcavité. Il faut utiliser les relations entrées-sortie sur les champs lu-
mineux pour obtenir les fluctuations sortantes (out), à l’extérieur de la cavité :
Aoutk (ω)=
√
2γC Ak (ω)− Aink (ω) (3.41)
6. le signe + dans r vient de la phase φc = −pi
2
du complémentaire.
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Dans cette relation entrée-sortie, on reliera chaque champ lumineux Ak au champ
de polariton pk par le coefficient de Hopfield Ck :
Ak (ω)=−Ck pk (ω) (3.42)
Enfin, les spectres de bruit sont les variances des fluctuations (selon la relation
1.81) :
S A k (ω)=
〈
(δAk )
2〉 (3.43)
Ainsi, les spectres de bruit des champs sortants sont reliés à ceux des champs
entrants. On distingue différentes contributions aux fluctuations entrantes : on sup-
posera que le champ entrant pour le laser de pompe est un champ cohérent et que
les champs lumineux entrants pour le signal et le complémentaire sont le vide quan-
tique. Tous ces champs sont donc au shot noise, et indépendants les uns des autres
(ce qui définit un produit scalaire, utile pour la résolution matricielle) :〈
Aink (ω)A
in
k ′ (−ω)
〉
= δk,k′ (3.44)
En ce qui concerne les excitons, on distinguera deux cas : le cas idéal, pour le-
quel, les excitons n’introduisent pas non plus de bruit :〈
X ink (ω)X
in
k ′ (−ω)
〉
= δk,k′ (3.45)
et le cas réel, pour lequel on supposera qu’il y a un excès de bruit sur la quadrature
d’amplitude des excitons.
De plus, dans le cas idéal les largeurs de raies du signal et du complémentaire
sont rigoureusement identiques, ce qui rend leurs intensités moyennes parfaite-
ment équilibrées, tandis que dans le cas réel, il peut y avoir un déséquilibre des
largeurs de raies, par exemple à cause de phénomènes de localisation.
Résultats dans le cas idéal
Dans le cas idéal où les champs entrants sont tous au bruit quantique standard,
le modèle présenté ici indique que la différence des intensités est dans un régime
quantique : le bruit de la différence des intensités est sous le bruit quantique stan-
dard.
Dans la figure 3.24, on présente le calcul des bruits de la différence des ampli-
tudes r , de la somme s, et des faisceaux individuels αs et βc en fonction de la fré-
quence de mesure ω. Nous avons choisi dans cette figure une puissance P = 2P0
fixée (plutôt que P0 parce qu’au seuil les fluctuations de la somme et des faisceaux
individuels divergent, comme nous le verrons tout de suite après). Nous avons aussi
fixé le désaccord Ep−EX =−Ω (puisque le seuil optimal se trouve pour un désaccord
voisin de −Ω).
On note que le bruit de la différence r est inférieur à 1 : le signal et le complé-
mentaire sont quantiquement corrélés. À ces valeurs de puissance et de désaccord,
les bruits des amplitudes des faisceaux individuels et la somme des amplitudes sont
au-dessus du bruit quantique standard. Les amplitudes des faisceaux individuels
ont exactement le même bruit, ce qui est tout à fait attendu dans le cas équilibré.
Quand on atteint les très hautes fréquences, les bruits se rapprochent tous du bruit
quantique standard. Le pic sur le bruit de la somme et des faisceaux individuels
coïncide avec la fréquence correspondant aux largeurs de raie γk , qui sont de l’ordre
de 0.1 meV dans notre cas, soit 25 GHz.
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FIGURE 3.24 – Bruit de la différence des amplitudes r (trait plein), de la somme s
(pointillés), et des faisceaux individuels αs et βc (tirets) en fonction de la fréquence
de mesure ω. On a choisi P = 2P0 et un désaccord Ep −EX =−Ω.
Expérimentalement, la fréquence à laquelle on mesure le spectre de bruit est
voisine de 2 MHz. La fréquence d’analyse est donc 5 ordres de grandeur plus petite
que la fréquence caractéristique du problème (25 GHz pour les largeurs de raie γk ).
Du point de vue du modèle que nous développons ici, c’est comme si on réalisait la
mesure à fréquence nulle.
Dans la figure 3.25, on présente le calcul des bruits en fonction de la puissance
de pompe P . On a fixé le désaccord Ep −EX = −Ω. Le bruit de la différence r est
constant avec la puissance, et reste donc sous le bruit quantique standard. Les bruits
d’amplitude de la somme et des faisceaux individuels divergent au seuil. Quand la
puissance augmente, ces bruits diminuent, si bien que les bruits des faisceaux in-
dividuels passent dans le régime quantique pour P & 2.5P0, et le bruit de la somme
passe également sous le bruit quantique standard pour P & 4P0. Tous ces comporte-
ments (r constant, somme et faisceaux individuels qui divergent au seuil, et qui sont
quantiques au-delà d’une certaine puissance) sont caractéristiques des oscillateurs
paramétriques optiques [28] et sont donc normaux dans le cadre de notre modèle.
Enfin, dans la figure 3.26, on présente le calcul des bruits en fonction du désac-
cord (Ep −EX )/Ω. On a choisi une puissance de pompe P = 2P0. Le bruit de la diffé-
rence r est d’autant plus petit qu’on est loin de l’exciton, tandis que les bruits d’am-
plitude de la somme et des faisceaux individuels évoluent dans le sens inverse. On
en tire une conclusion pratique importante : la réduction de bruit est d’autant plus
forte qu’on excite le système loin sous l’exciton.
Résultats dans le cas réel
Dans nos mesures expérimentales (figures 3.22 et 3.21), on observe que le bruit
de la différence est grand devant 1, typiquement entre 10 et 100 fois le bruit quan-
tique standard, tandis que les bruit de la somme et des faisceaux individuels sont
entre 1000 et 10000 fois le bruit quantique standard, et ne semblent pas diminuer
3.7. Mesures du bruit de photons 127
1.0 1.5 2.0 2.5 3.0 3.5 4.0 4.5 5.0
P
P0
B
ru
it
n
o
rm
al
is
é
αs =βc
r
s
102
101
100
10−1
FIGURE 3.25 – Bruit de la différence des amplitudes r (trait plein), de la somme s
(pointillés), et des faisceaux individuels αs et βc (tirets) en fonction de la puissance
de pompe P normalisée à la puissance de seuil P0. On a choisi ω = 2 MHz et un
désaccord Ep −EX =−Ω.
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FIGURE 3.26 – Bruit de la différence des amplitudes r (trait plein), de la somme s
(pointillés), et des faisceaux individuels αs et βc (tirets) en fonction du désaccord
(Ep −EX )/Ω. On a choisi ω= 2 MHz et une puissance de pompe P = 2P0.
avec la puissance. Il est clair que ces observations ne correspondent pas à la situa-
tion idéale présentée dans le paragraphe précédent. Nous cherchons ici à évaluer
les effets des écarts à cette situation idéale, pour les comparer à nos mesures expé-
rimentales.
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Excès de bruit excitonique Le modèle indique que les fluctuations d’amplitude
de r , s et des faisceaux individuels sont indépendantes des bruit entrants sur la qua-
drature de phase. Par contre, les excès de bruit sur la quadrature d’amplitude ont un
effet notable.
Un excès de bruit entrant sur la composante excitonique du signal et du complé-
mentaire augmente tous les bruits d’amplitude sortants, comme le montre la figure
3.27, où on a ajouté un bruit excitonique égal à 100 fois le bruit quantique standard
sur le signal et le complémentaire.
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FIGURE 3.27 – Cas d’un excès de bruit entrant excitonique de 100 fois le shot noise
sur les modes signal et complémentaire, en fonction de la puissance de pompe P .
Sont représentés les bruits de la différence r (trait plein), de la somme s (pointillés),
et des faisceaux individuels αs et βc (points-tirets). En rouge, on a représenté les
bruits dans le cas équilibré idéal. On a choisi ω= 2 MHz et un désaccord Ep −EX =
−Ω.
Un excès de bruit entrant sur la composante excitonique de la pompe augmente
tous les bruits d’amplitude, à l’exception notable de celui de la différence r , comme
l’indique la figure 3.28. C’est aussi une caractéristique des oscillateurs paramétriques
équilibrés : la corrélation d’intensité est insensible au bruit de la pompe [28].
Déséquilibre L’effet d’un déséquilibre entre les largeurs de raies du signal et du
complémentaire est illustré sur le graphe 3.29. Le déséquilibre détruit la corréla-
tion quantique à proximité du seuil, parce que la différence d’intensité se trouve
“polluée” par les bruits des faisceaux individuels, qui divergent. Ainsi, au seuil, le
bruit d’amplitude de la différence r diverge, comme celui de la somme. Par contre,
dès que P dépasse une certaine valeur (P & 1.03P0 dans le graphe où on a choisi
un déséquilibre de 10%), ce bruit repasse sous le bruit quantique standard. Expé-
rimentalement, les faisceaux sont presque toujours équilibrés à mieux que 10%, et
pourtant augmenter la puissance ne fait pas diminuer le bruit de la différence r . On
en déduit donc que l’éventuel déséquilibre entre les largeurs de raie du signal et du
complémentaire n’est pas le facteur expérimental limitant (Dans l’annexe A, nous
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FIGURE 3.28 – Cas d’un excès de bruit entrant excitonique sur le mode de pompe,
de 100 fois le shot noise, en fonction de la puissance de pompe P . Sont représentés
les bruits de la différence r (trait plein), de la somme s (pointillés), et des faisceaux
individuels αs et βc (points-tirets). En rouge, on a représenté les bruits dans le cas
équilibré idéal. On a choisi ω= 2 MHz et un désaccord Ep −EX =−Ω.
avons discuté de l’effet des pertes optiques à l’extérieur de la cavité, qui peuvent
aussi détruire les corrélations quantiques de façon similaire.).
Bilan et comparaison avec l’expérience Reprenons les mesures présentées dans
les figures 3.22 et 3.21. Le bruit de la différence est nettement supérieur à 1 et aug-
mente avec la puissance. Comme nous venons de le voir, un déséquilibre entre les
faisceaux ne permet pas de justifier que le bruit sur la différence augmente. Par
contre, en corrigeant le cas idéal par l’ajout de bruit en excès sur les composantes
excitoniques, on peut se rapprocher de la mesure expérimentale. Notamment, sup-
posons que l’excès de bruit entrant excitonique dans chaque mode soit proportion-
nel à la population d’excitons dans ce mode :
SX ,ink (ω)= 1+βX 2k |pk |2 (3.46)
Cette hypothèse correspond à la description du bruit sur l’intensité d’un faisceau
réfléchi par la microcavité [20]. Dans notre cas, elle permet de justifier dans une
large mesure le comportement des bruits mesurés, comme l’illustre la figure 3.30
sur laquelle on a ajusté la valeur du coefficient β.
La tendance générale, qui veut que les bruits augmentent et que le bruit de la
différence soit nettement au-dessus du bruit quantique standard, est reproduite.
Les courbes de bruit théoriques ne reproduisent pas encore tous les détails expé-
rimentaux : en particulier le bruit de la différence ne rejoint pas le bruit de la somme
dans l’expérience. D’autre part, le modèle prévoit toujours que les bruits des fais-
ceaux individuels divergent au seuil, ce que nous n’observons pas non plus.
On retiendra cependant que l’obstacle majeur à l’observation du régime de cor-
rélations quantiques est l’excès de bruit provenant des excitons.
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FIGURE 3.29 – Cas d’un déséquilibre de 10% entre les largeurs de raie du signal et
du complémentaire, en fonction de la puissance de pompe P . Sont représentés les
bruits de la différence r (trait plein), de la somme s (pointillés), et des faisceaux in-
dividuels αs (tirets) et βc (points-tirets). En tirets rouges, on a représenté le bruit
de la différence dans le cas équilibré idéal. On a choisi ω = 2 MHz et un désaccord
Ep −EX =−Ω.
Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons donc étudié l’oscillation paramétrique optique
dans des fils photoniques. Le confinement latéral crée un multiplet de branches de
polaritons, et l’anisotropie lève la dégérescence en polarisation. Ceci nous a per-
mis de montrer l’existence de l’oscillation paramétrique optique dégénérée en éner-
gie, et inversant la polarisation. Les mesures spectrales illustrent la conservation de
l’énergie et de l’impulsion qui caractérise sans ambiguité aucune le processus non-
linéaire. Nous avons pu confronter avec succès le comportement en puissance de
l’émission non-linéaire avec un modèle où les polaritons de la pompe du signal et du
complémentaire sont couplés non-linéairement, en parfaite analogie avec un milieu
optique non-linéaire en χ(3). Enfin, nous avons étudié les fluctuations d’intensité
des faisceaux, comparés également au modèle de polaritons en interaction. L’ori-
gine de l’excès de bruit sur la différence d’intensité, qui empêche le système d’être
dans le régime quantique, est associée au bruit d’amplitude provenant du réservoir
excitonique. Ces renseignements sont précieux pour comprendre les mécanismes
en jeu dans l’excès de bruit. À court terme, le modèle de polaritons en interaction
peut être étendu pour inclure d’autres phénomènes comme la luminescence ou des
phénomènes d’élargissement non-linéaire qui pourraient intervenir dans le bruit
observé. En approfondissant les origine de l’excès de bruit, on peut envisager de le
maîtriser, et ainsi à terme de créer une source compacte de photons jumeaux.
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FIGURE 3.30 – Bruits expérimentaux (différence en ronds bleus, somme en carrés
verts, faisceaux individuels en carrés rouges et rouds noirs), et résultats du modèle
de fluctuations (différence en trait plein, somme en pointillés et faisceaux indivi-
duels en tirets), en fonction de la puissance de pompe P . On a utilisé γX = 0.1 meV,
γC = 0.1 meV, un désaccord Ep −EX =−Ω, ω= 2 MHz et on a supposé les faisceaux
équilibrés mais soumis à des excès de bruits excitoniques entrants, proportionnels
aux populations (voir texte), avec β≈ 4×102.
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Chapitre 4
Oscillation paramétrique
optique dans une microcavité
couplée à basse température et
à température ambiante
Dans le chapitre 3, nous avons présenté une première approche de structura-
tion basée sur la gravure latérale de microcavités planaires. Une autre approche
est le couplage de plusieurs cavités empilées. Dans ce chapitre 4, nous présente-
rons l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie dans une microcavité couplée
à température cryogénique, et vérifions ses caractéristiques paramétriques, en par-
ticulier sur les corrélations. Puis, après avoir validé le principe aux basses tempéra-
tures, nous étudions les mécanismes paramétriques dans une microcavité couplée à
température ambiante. Nous cherchons en particulier les conditions dans lesquelles
le régime d’oscillation paramétrique est accessible. Nous verrons que l’échantillon
étudié dans cette thèse nous permet de mesurer les propriétés non-linéaires de la
transition excitonique et de prévoir une structure de microcavité double avec des
caractéristiques optimisées qui permettent d’atteindre le régime d’oscillation. Un
tel dispositif pourrait être une source compacte de faisceaux quantiquement corré-
lés, fonctionnant à température ambiante.
4.1 Oscillation paramétrique dans une microcavité cou-
plée à froid
Présentons tout d’abord quelques résultats sur l’oscillation paramétrique dégé-
nérée en énergie dans une microcavité multiple, aux températures cryogéniques. Le
travail sur les cavités multiples a commencé lors de la thèse de Carole Diederichs
[1, 2]. Après l’étude de l’oscillation verticale, dégénérée en angle et non-dégénérée
en énergie [3] (voir partie 1.5), le processus dégénéré en énergie a été observé dans
une microcavité triple. Nous montrerons ci-dessous quelques résultats complémen-
taires qui démontrent l’origine paramétrique du phénomène.
Rappelons que pour observer l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie
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en pompant en incidence normale, il faut pouvoir accéder à au moins deux branches
de polaritons : la plus haute fournira le mode de pompe à 0˚, tandis que la plus basse
fournira les modes signal et complémentaire à angles non-nul et opposés (figure
1.20). Dans le chapitre 3, ces deux branches étaient obtenues grâce à la quantifica-
tion due au confinement latéral. L’approche alternative que nous étudions dans ce
chapitre 4 ainsi que dans le chapitre 5 consiste à utiliser un système composé de plu-
sieurs microcavités empilées et couplées par les miroirs intermédiaires. Les modes
photoniques sont alors délocalisés sur toute la structure, et il y a levée de dégéné-
rescence entre ces modes délocalisés. Les polaritons issu du couplage fort avec les
modes excitoniques héritent de la délocalisation.
Nous montrons ici quelques résultats obtenus dans une microcavité double à
température cryogénique. Les deux cavités fournissent deux branches photoniques
qui, couplées aux puits quantiques placés dans chaque cavité, donnent finalement
4 branches de polaritons, dont les deux branches basses serviront au processus pa-
ramétrique dégénéré en énergie (figure 4.1(b)).
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FIGURE 4.1 – (a) Schéma de la structure de microcavité double. (b) Dispersion de
photoluminescence expérimentale, en polarisation croisée avec l’excitation, pour
une puissance de pompe de 15 mW, sur laquelle est représentée le processus d’os-
cillation paramétrique recherché.
L’échantillon utilisé est constitué de trois miroirs de Bragg de 16, 13 et 25 paires
de couches de GaAs et AlAs, pour une épaisseur totale de 8.4 µm. La structure est
prévue pour être étudiée en réflexion, donc le miroir arrière a été conçu plus épais
que le miroir frontal. Le nombre relativement élevé de paires dans les miroirs exté-
rieurs assure une finesse élevée (F ∼ 7000 pour les modes de cavité). Dans chacune
des deux cavités se trouve un puits quantique de In0.07Ga0.93As de 80 A˚ d’épaisseur.
La transition excitonique de ces puits se trouve à 1.472 eV. La figure 4.1(a) repré-
sente la structure de l’échantillon, tandis que la figure 4.1(b) donne une dispersion
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expérimentale de luminescence dans cet échantillon. Notons sur cette figure la pré-
sence de deux branches de polaritons basses en dessous de l’énergie de la transition
excitonique, et deux branches hautes au dessus. Sur cette figure nous avons aussi
représenté le processus paramétrique recherché : la pompe excite le système sur la
deuxième branche de polariton, en incidence normale, et l’oscillation paramétrique
produit un couple de polariton signal et complémentaire sur la première branche de
polariton, à la même énergie, avec des angles non-nuls et opposés pour assurer la
conservation du vecteur d’onde.
Ce processus d’oscillation paramétrique dégénérée est effectivement observé.
Sur la figure 4.2(b), nous présentons l’image dans le plan de Fourier de cette émis-
sion. Les faisceaux générés par l’effet paramétrique sont les points très intenses en
haut et en bas d’un anneau peu intense. Ces faisceaux sont de même polarisation
que la pompe, ce qui nous empêche de filtrer la pompe avec un polariseur comme
au chapitre 3. Nous avons masqué la pompe pour ne pas saturer le capteur.
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FIGURE 4.2 – (a) Schéma de la dispersion des deux branches basses de polaritons,
sur laquelle l’anneau de diffusion Rayleigh est mis en évidence, ainsi que le proces-
sus paramétrique recherché. (b) Image de l’émission paramétrique dans le plan de
Fourier, pour une puissance de pompe de 3 mW. La pompe, en incidence normale,
est masquée pour ne pas saturer le capteur. On distingue l’anneau de diffusion Ray-
leigh, dont un quart de cercle est représenté en tirets. Les deux points intenses en
haut et en bas de l’anneau sont les faisceaux générés par l’émission paramétrique. Il
y a également un deuxième couple de deux points à gauche et à droite de l’anneau.
Sur l’image, notons aussi la présence d’un anneau diffus, sur lequel se trouvent
les faisceaux paramétriques. Cet anneau correspond à la diffusion Rayleigh [4–6],
phénomène résonnant et linéaire, qui provoque un changement de vecteur d’onde
des photons dans la cavité. Cette diffusion est due au désordre aux interfaces entre
les couches composant la structure. Ce désordre est notamment dû au désaccord de
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maille entre les couches, qui entraîne des contraintes mécaniques qui relaxent sous
forme d’ondulations des interfaces. Notons que ces ondulations ne sont pas iso-
tropes, mais suivent la structure cristalline sous-jacente, selon un phénomène bien
connu dans les hétérostructures de semiconducteurs appelé mosaïcité [7–9]. La mo-
saïcité favorise la diffusion Rayleigh le long des axes cristallins. Ainsi, dans le plan de
Fourier représenté sur la figure 4.2(b), la diffusion Rayleigh correspond à un anneau
diffus de 20˚ de rayon, sur lequel les quatre points cardinaux sont naturellement
plus intenses à cause de l’effet de mosaïcité (le phénomène sera plus visible à tem-
pérature ambiante, dans la partie 4.19). La diffusion Rayleigh peut servir d’amorce
pour le processus paramétrique (seed en anglais) [10–12], qui va briser la symmétrie
de révolution sur l’anneau et sélectionner les vecteurs d’onde sur lesquels l’oscilla-
tion peut démarrer. Ainsi, les deux points en haut et en bas sont identifiés comme
de l’oscillation paramétrique, cette direction ayant été choisie parce qu’elle est fa-
vorisée par la mosaïcité.
Dans la figure 4.3, nous vérifions que le processus est bien non-linéaire. Nous
notons que l’émission n’est pas visible pour des puissances de pompe inférieures à
7 mW, qui correspond à la puissance de seuil. Au-delà du seuil, le signal et le complé-
mentaire apparaissent et, sur la gamme de puissances présentée dans cette figure, il
semble que leurs intensités augmentent comme une fonction affine. Ce comporte-
ment en puissance correspond avec les conclusions du modèle déjà présenté dans la
partie 3.6 qui décrit l’OPO dégénérée en énergie entre polaritons : ce modèle prévoit
que les intensités du signal et du complémentaire varient comme
√
Pp −
√
Pseuil, ce
qu’on peut développer près du seuil comme une fonction affine de la puissance de
pompe. Des données expérimentales à plus grande puissance de pompe confirment
l’évolution en
√
Pp . Remarquons également que les intensités du signal et du com-
plémentaire ne sont pas parfaitement égales, probablement à cause d’un léger dés-
équilibre des largeurs de raie de l’un et de l’autre.
Vérifier la présence d’un seuil en puissance n’est pas suffisant pour affirmer que
le processus est d’origine paramétrique (ceci nous posera problème à température
ambiante, dans la partie 4.5.3). Pour le vérifier sans ambiguité, il faut ajouter une
autre observation. Par exemple, on pourrait essayer d’observer la conservation de
l’énergie et du vecteur d’onde quand la pompe n’est pas en incidence normale,
comme nous l’avons présenté dans les fils photoniques (voir partie 3.5.4). Ici, nous
présentons plutôt un autre argument basé sur les fluctuations d’intensités entre les
faisceaux. En effet, le processus paramétrique génère des faisceaux par paire, et les
intensités des deux faisceaux doit présenter des corrélations (quantiques dans le cas
de l’oscillateur idéal, voir partie 3.7.4). Si l’oscillation démarre sur plusieurs paires de
faisceaux, alors les corrélations doivent être visibles entre deux faisceaux du même
couple paramétrique. En revanche, entre deux faisceaux appartenant pas à deux
paires distinctes, ces corrélations doivent être absentes. C’est ce que nous vérifions
sur les figures 4.4 et 4.5.
Sur la figure 4.4 est représentée une mesure du bruit de photons, normalisé au
shot noise, obtenue avec le dispositif présenté dans la partie 2.5. Les bruits repré-
sentés sont ceux de la somme et de la différence d’intensités du signal et du complé-
mentaire de la figure 4.2(b). Ces deux faisceaux sont diamétralement opposés dans
le plan de Fourier, ils appartiennent donc bien à la même paire de faisceaux générés
par le processus paramétrique. Ainsi, on observe effectivement de fortes corréla-
tions entre leurs intensités : le bruit de la somme des intensités est environ 5 fois
plus grands que le bruit de la différence. Près du seuil, le bruit de la différence tend
vers le shot noise. Au-delà du seuil, les deux bruits augmentent linéairement.
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FIGURE 4.3 – Intensités du signal et du complémentaire en fonction de la puissance.
Les ronds noirs et les carrés rouges correspondantes respectivement au signal et au
complémentaire.
Sur la figure 4.5, nous étudions les corrélations dans une situation où l’oscilla-
tion a démarré pour deux paires de faisceaux signal et complémentaire (identifiées
comme les paires 1 et 2). Là encore, on mesure des corrélations nettes entre les deux
faisceaux d’une même paire : sur la partie droite de la figure, notons l’écart entre
la somme et la différence pour le signal et le complémentaire de la paire 1 (sym-
boles carrés). En revanche, la mesure sur deux faisceaux de deux paires distinctes
ne donnent pas de corrélations. Ainsi, entre le signal 2 et le complémentaire 1 (sym-
boles ronds), la somme et la différence sont égales, aux incertitudes près. Ceci in-
dique sans ambiguité que le processus est bien paramétrique. Si les 4 faisceaux pré-
sentés sur la figure 4.5 étaient produits par la diffusion Rayleigh seule, nous nous
serions attendu à mesurer les mêmes corrélations entre tous les faisceaux (voir par-
tie 4.5.3).
Nous avons donc observé l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie dans
une microcavité couplée, aux températures cryogéniques. Rien n’empêche a priori
d’étudier ce phénomène à plus haute température : en particulier, contrairement
aux microcavités planaires, le couplage fort n’est pas indispensable, puisque la conser-
vation de l’énergie et du vecteur d’onde est assurée par la multiplicité des modes de
la structure de plusieurs cavités couplées. Il serait intéressant d’obtenir l’oscillation
paramétrique à plus haute température, pour avoir à terme une source compacte
de faisceaux jumeaux à température ambiante. Dans la suite de ce chapitre, nous
analysons les conditions nécessaires à l’obtention de l’oscillation à température am-
biante, en se basant sur l’étude d’un échantillon prototype.
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FIGURE 4.4 – Mesure du bruit de la somme (carrés verts) et de la différence (ronds
bleus) en fonction de la puissance de pompe. Les conditions expérimentales sont
les mêmes que dans la figure 4.3. Le seuil à 7 mW est représenté par la ligne verticale
en tirets.
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FIGURE 4.5 – (a) Image de l’émission dans le plan de Fourier, où on distingue deux
couples de points opposés sur l’anneau Rayleigh. (b) Mesure de bruit entre des
points opposés et non-opposés. Les bruits des sommes des intensités sont en traits
pleins, les bruits des différences d’intensités en pointillés. Les carrés noirs corres-
pondent à la mesure sur un couple de deux points opposés, et les disques blancs à
la mesure sur un couple de deux points non opposés)
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4.2 État de l’art des microcavités à température ambiante
Les microcavités planaires (simples) ont déjà été largement étudiées et utilisées
à température ambiante. Elles sont en particulier la structure de base des lasers à ca-
vité verticale et émission par la surface (“Vertical Cavity Surface Emitting Laser”, ou
VCSEL). Comparativement aux lasers à semiconducteurs à émission par la tranche,
ils présentent notamment l’avantage d’avoir une très faible divergence, et peuvent
avoir un seuil d’émission très faible en utilisant des miroirs de Bragg très réfléchis-
sants [13–16]. La non-linéarité des puits quantiques a aussi servi à la réalisation de
dispositifs bistables [17–20], ou encore de modulateur électro-optique[21]. Même
si le mélange à quatre ondes a été étudié dans les structures de puits quantiques
multiples (sans cavité) [22], à notre connaissance l’oscillation paramétrique n’a pas
encore été envisagée.
Nous étudierons ici une structure de microcavité double, formée par deux cavi-
tés juxtaposées contenant chacune plusieurs puits quantiques. Cette structure est
similaire à celle où a été observée l’oscillation paramétrique aux températures cryo-
géniques comme nous l’avons vu dans la partie 4.1, donc elle constitue un bon can-
didat pour l’oscillation à température ambiante.
4.3 Propriétés des microcavités à température ambiante
Identifions tout d’abord ce qui différencie les propriétés des microcavités à tem-
pérature ambiante de leurs propriétés aux températures cryogéniques.
4.3.1 Indices optiques
Les indices du GaAs et d’AlAs changent notablement avec la température. Ceci
nécessite d’une part un ajustement des épaisseurs de cavité pour que la résonance
de cavité soit à proximité de la résonance excitonique. D’autre part, les épaisseurs
des couches formant les miroirs de Bragg doivent aussi être ajustées pour que la
résonance de cavité soit située à proximité du maximum de réflectivité de la bande
d’arrêt des miroirs. GEHRSITZ et al. [23] ont publié des formules analytiques précises
pour l’indice de refraction de Alx Ga1−x As sur toute la gamme 0 ≤ x ≤ 1 en fonction
de l’énergie et de la température, que nous utilisons pour concevoir des miroirs de
Bragg adaptés à l’étude à température ambiante.
4.3.2 Excitons
Les propriétés des excitons changent aussi de manière conséquente en fonction
de la température. Résumons leurs propriétés optiques par la susceptibilité χ, qu’on
exprimera simplement dans le modèle de l’oscillateur de Lorentz[24] :
χ= fX E
2
X
E 2X −E 2− iΓX E
(4.1)
Chacun de ces paramètres, la force d’oscillateur fX (sans dimension), l’énergie
EX et la largeur ΓX , sont susceptibles de dépendre de l’intensité du champ appliqué,
ce qui conduit aux phénomènes optiques non-linéaires. La dépendance en tempé-
rature et en intensité de ces paramètres nous permettront de savoir dans quelles
conditions l’oscillation paramétrique optique est possible à température ambiante.
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Énergie
L’énergie de bande interdite des semiconducteurs varie notablement avec la tem-
pérature [25]. Pour le GaAs par exemple :
Eg = E0−α T
2
T +β (4.2)
Les paramètres sont : E0 = 1.519 eV, α= 5.405×10−4 eV/K, β = 204 K
L’énergie EX de l’exciton est située sous l’énergie de bande interdite, à une dis-
tance définie par l’énergie de liaison, qui est une grandeur essentiellement struc-
turale, liée à la taille de l’exciton (voir chapitre 1). En première approximation, on
peut supposer que l’énergie de l’exciton évolue donc comme l’énergie de bande in-
terdite :
EX = EX ,0−α T
2
T +β (4.3)
Largeur spectrale de la transition excitonique
La largeur de l’exciton est composée de deux termes : une largeur homogène,
qui comprend la largeur radiative ΓR , l’élargissement par les phonons, etc., et une
largeur inhomogène, qui peut être due par exemple aux fluctuations d’épaisseur du
puits quantique, ou à la présence d’impuretés. Parmi ces largeurs, celles faisant in-
tervenir les phonons dépendent de la température. On les décompose en deux par-
ties, pour les phonons acoustiques et optiques. Finalement, on peut écrire la largeur
de l’exciton comme[22, 24, 26–30] :
ΓX = Γ0+σT +
Γph
e
~ΩLO
kT −1
(4.4)
À proximité de la température ambiante, le canal de relaxation par les phonons
optiques est actif (~ΩLO ' 36 meV, à comparer avec kTamb = 25 meV). Ainsi, à cause
des phonons acoustiques et optiques, la largeur spectrale de la transition excito-
nique est dramatiquement augmentée à température ambiante.
Force d’oscillateur
La force d’oscillateur de l’exciton, directement liée à sa largeur radiative, est es-
sentiellement une grandeur structurale, qui est donc à peu près constante avec la
température[28].
Non-linéarité optique
Dans la partie 1.2.4, nous avons évoqué plusieurs non-linéarités de la réponse
optique de l’exciton, d’origines légèrement différentes. Quand la température ap-
proche de la température ambiante, nous verrons que l’effet de la renormalisation
de l’énergie de l’exciton devient négligeable devant sa largeur (voir partie 4.4.2). Res-
tent donc les non-linéarités de saturation, qui sont en partie liées au blocage de
Pauli, et en partie aux interactions d’échange et coulombiennes entre électrons et
trous. Comme l’indiquent SCHMITT-RINK et al. [31], la densité de saturation tend à
être plus faible à basse température. En effet, quand la température augmente, une
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partie des excitons est ionisée par les phonons en paires libres électrons-trous. À
l’équilibre, dans un semiconducteur non-dégénéré, la proportion d’électrons/trous
libres par rapport aux excitons dépend beaucoup de la température [22] :
Ne Nh
NX
= g (E)kTe
−B
kT (4.5)
g (E)= m
∗
e
pi~2
(4.6)
où Ne , Nh et NX sont les densités d’électrons libres, de trous libres, et d’excitons et
B est l’énergie de liaison de l’exciton.
Autrement dit, dès qu’un exciton est formé, il est susceptible d’être ionisé en
une paire électron-trou, et ceci d’autant plus vite que la température est élevée. Ces
paires sont d’énergie différente et ne participent donc plus à remplir et bloquer l’es-
pace des phases des excitons selon le principe de Pauli, ce qui tend à augmenter la
densité de saturation.
Résumé
En fonction de la température, l’énergie et la largeur spectrale de la transition
excitonique changent notablement. Étant donnée la largeur spectrale excitonique à
température ambiante (≈ 9 meV), les photons de cavité et l’exciton sont en couplage
faible (à moins de placer un très grand nombre de puits, ce qui contribue à renforcer
la force d’oscillateur). La force d’oscillateur ne change pas, et la densité de saturation
augmente.
4.4 Étude deχpar la dispersion en photoluminescence,
en excitation non-résonante
Avant d’analyser l’oscillation paramétrique proprement dite, nous nous intéres-
sons à caractériser la réponse non-linéaire d’une microcavité à température am-
biante. Dans un premier temps, nous allons étudier comment la photolumines-
cence de la microcavité au voisinage de la transition excitonique se comporte avec la
puissance. L’étude des spectres de photoluminescence nous donnera accès à la sus-
ceptibilité de l’exciton. Pour cela, établissons d’abord un modèle de photolumines-
cence tenant compte de cette susceptibilité. Ce modèle est particulièrement adapté
à la situation du couplage faible, où la cavité optique agit comme un filtre spectral
sur l’émission excitonique.
4.4.1 Modèle de photoluminescence
Considérons un puits quantique qui luminesce grâce à un pompage optique,
placé dans une cavité (figures 4.6 et 4.7). On cherche à prévoir l’allure des spectres
de luminescence de ce système, à proximité de l’énergie de résonance de l’exciton.
On modélise le comportement optique de celui-ci par un oscillateur de Lorentz de
susceptibilité χ, définie par sa force d’oscillateur fX , l’énergie de résonance EX et la
largeur à mi-hauteur de la résonance ΓX :
χ= fX E
2
X
E 2X −E 2− iΓX E
(4.7)
144
Chapitre 4. Oscillation paramétrique optique dans une microcavité couplée à
basse température et à température ambiante
En développant cette expression à proximité de la résonance, χ se réécrit sous la
forme :
χ≈ fX EX
ΓX
−E −EX
ΓX /2
+ i
1+
(
E −EX
ΓX /2
)2 (4.8)
La partie réelleℜ(χ) de la susceptibilité a la forme dispersive usuelle et sa partie
imaginaire ℑ(χ), qui représente l’absorption, a la forme lorentzienne usuelle.
Iout
χ
R,T
Pompage non résonnant
LX
FIGURE 4.6 – Schéma correspondant au modèle de l’expérience de photolumines-
cence d’un exciton dans une cavité.
E
k
continuum
Cavité
|1s〉
0
Relaxation
Luminescence
Pompage
non-résonant
FIGURE 4.7 – Dispersion de la cavité, de l’exciton et du continuum, et principe de la
mesure de photoluminescence par excitation non résonante
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Modélisons la cavité par un résonateur en anneau 1, dont un seul des miroirs est
semi-refléchissant, de réfléctivité en amplitude r , et de transmittivité t . Sur le miroir,
les amplitudes sont liées par un système de 2 équations :
A (0)= tA in− rA ′ (4.9)
A out = rA in+ tA ′ (4.10)
On suppose qu’il n’y a pas de champ incident :A in = 0. Le champA ′ incident à
la face intérieure du miroir tient compte du déphasage e iΦ de la cavité, et s’écrit :
A ′ = e iΦA (LX ) (4.11)
Le champ A (LX ) est enfin lié au champ A (0) en tenant compte de la suscep-
tibilité du puits d’une part, et la luminescence qui joue le rôle d’un terme source
f :
A (LX )= e i kχLXA (0)+ f (4.12)
On peut résoudre ce système, ce qui donne :
Aout = t f
1+ r e i (kχLX+Φ) (4.13)
Supposons qu’on observe près de la résonance : kχLX +Φ≈pi[2pi], et que le mi-
roir soit très réfléchissant : r ≈ 1−T /2. Notons F = f 2. L’expression de l’intensité
sortante Iout s’écrit alors :
Iout = T F
(T /2+kℑ(χ)LX )2+ (δ+kℜ(χ)LX )2
(4.14)
Introduisons des grandeurs énergétiques pour nous rapprocher de la descrip-
tion expérimentale : l’énergie de résonance de la cavité nue est notée EC , l’énergie
du mode fondamental de cette même cavité est notée E0 (dans les microcavités, le
mode de cavité accessible vérifie EC ≈ 4E0), la largeur à mi-hauteur de la cavité nue,
notée ΓC . Ces grandeurs viennent remplacer T et δ dans l’expression ci-dessus, si
bien qu’on obtient :
Iout =
F
piΓC
E0(
piΓC
2E0
+kℑ(χ)LX
)2
+
(
pi(E −EC )
E0
+kℜ(χ)LX
)2 (4.15)
Dans cette équation pourIout , on note au dénominateur que la partie imaginaire de
χ contribue à élargir la raie de luminescence en comparaison de la largeur spectrale
ΓC de la cavité nue, tandis que la partie réelle deχ provoque un décalage de l’énergie
de résonance.
Enfin, la luminescence interne F est elle-même le produit de deux termes : l’ab-
sorption de l’exciton ℑ(χ) et un facteur de distribution statistique de l’émission qui,
à 300K, peut simplement être approximé par une distribution de Boltzmann fT =
exp
(−E
kT
)
, qui module lentement l’intensité de la luminescence avec l’énergie :
F ∝ℑ(χ) fT (4.16)
1. Comme nous l’avons annoncé au chapitre 1, contrairement à une cavité planaire, un résonateur en
anneau ne permet la circulation du champ que dans une direction seulement. Ceci permet de négliger
les réflexions aux interfaces, et donc de simplifier considérablement le modèle
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Ainsi, l’observation des spectres de photoluminescence doit permettre notam-
ment d’estimer précisément les paramètres décrivant l’exciton, fX , EX , et ΓX , dans
le régime linéaire, et aussi en fonction de l’intensité de pompage.
4.4.2 Expérience de photoluminescence
Nous avons étudié le comportement des excitons dans un échantillon conçu
initialement pour rechercher l’oscillation paramétrique optique à température am-
biante. Il s’agit d’une microcavité double fabriqué au Laboratoire de Photonique et
de Nanostructures (LPN), dont les 3 miroirs sont respectivement composés de 13,
13 et 22 paires de GaAs/AlAs, contenant 3 puits quantiques de In0.1Ga0.9As de 80 Å
dans chaque cavité. Avant croissance, on s’attend à observer l’exciton au voisinage
de 1.354 eV. La structure complète fait 8 µm d’épaisseur.
Pour observer la photoluminescence, on pompe l’échantillon en incidence nor-
male, à une énergie très supérieure à l’énergie de bande interdite du GaAs. Les pho-
tons sont ainsi absorbés, et les porteurs relaxent jusqu’à se recombiner dans le bas
de bande de l’exciton 1s (figure 4.7) 2. Dans cette série de mesure, on se place dans
une zone de l’échantillon où les deux cavités sont très éloignées l’une de l’autre en
énergie, donc bien découplées, de sorte qu’une seule se trouve à proximité de l’ex-
citon. On a ainsi affaire à l’équivalent d’une cavité simple contenant 3 puits quan-
tiques.
On mesure ensuite la dispersion de photoluminescence pour un certain nombre
de puissances comprises entre la puissance maximale accessible avec le montage,
et la puissance minimale pour laquelle le temps de pose nécessaire à l’acquisition
d’une dispersion suffisamment peu bruitée atteint 1 minute.
La figure 4.8 représente une dispersion typique obtenue à très basse puissance,
tandis que la figure 4.9 représente la dispersion obtenue à très forte puissance, les
autres paramètres étant restés identiques. On note l’affinement des raies quand la
puissance augmente. En effet, plus la puissance est grande, plus l’exciton sature, ce
qui a pour effet de diminuer les pertes dans la cavité et d’augmenter la finesse de
cette dernière. Ainsi, la luminescence filtrée par la cavité est plus fine.
Finalement, chaque tranche de dispersion, prise sur une petite échelle de vec-
teurs d’onde, peut être fittée par le modèle précédent. On réalise un ajustement des
paramètres du modèle sur l’ensemble des dispersions obtenues à une puissance
donnée. On a alors 4 paramètres ajustables globaux : les 3 paramètres qui carac-
térisent l’exciton, fX , EX , et ΓX , et un paramètre pour caractériser la cavité, ΓC . Sur
chaque dispersion se rajoutent 2 paramètres : l’énergie de la cavité en incidence
normale, EC , et un facteur d’échelle pour l’intensité totale, noté m. Compte-tenu
de l’ouverture numérique du dispositif de visualisation, et de la largeur des raies,
chaque dispersion fournit 40 spectres indépendants, chacun correspondant un vec-
teur d’onde différent. Si on réalise l’ajustement sur N dispersions, on a donc 40N
spectres à fitter avec 4+ 2N paramètres. Les valeurs obtenues pour chaque para-
mètre sont fiables tant que l’exciton n’est pas trop saturé, c’est-à-dire tant que son
absorption n’est pas trop petite devant la queue d’absorption du GaAs massif, dont
on a négligé la dépendance en énergie dans le modèle.
Les figures 4.10 et 4.11 donnent quelques exemples de spectres expérimentaux
accompagnés des courbes théoriques dont les paramètres ont été ajustés. Enfin, la
2. L’objectif étant de mesurer l’influence de l’intensité du pompage, nous avons choisi de ne pas pom-
per en résonance avec le mode de cavité, pour éviter précisément d’avoir à ajuster l’énergie du laser pour
chaque intensité afin de rester à résonance.
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FIGURE 4.8 – Dispersion typique obtenue à basse puissance de pompe (9 mW, T =
300 K).
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FIGURE 4.9 – Dispersion typique à haute puissance de pompe (195 mW, T = 300 K),
au même point de l’échantillon que pour la figure 4.8.
figure 4.12 reproduit les résultats obtenus en fonction de la puissance du pompage.
On observe ainsi que la force d’oscillateur fX de l’exciton reste à peu près constante.
La force d’oscillateur quantitative de l’exciton doit être extraite en tenant compte
du nombre de puits et de leur épaisseur. Sachant qu’on excite N = 3 puits d’épais-
seur l = 80 Å, la force d’oscillateur de l’exciton dans un puits quantique unique est
fX ≈ 1.2×10−3.
La largeur ΓX augmente notablement avec la puissance. Dans la gamme de puis-
sance considérée, on peut fitter cette largeur par une fonction affine d’expression
Γ0X +αP , avec Γ0X = 9.1 meV et α= 0.21 meV/mW.
L’énergie de l’exciton semble se décaler lentement avec la puissance, en dimi-
nuant de 2 meV de 0 à 40 mW, puis en remontant de 5 meV jusqu’à 120 mW. Ce dé-
calage en énergie peut provenir de l’interaction entre excitons, mais aussi du chan-
gement de la constante diélectrique du puits quantique à cause de la création de
porteurs libres par le pompage. Quelqu’en soit la cause, ce décalage en énergie est
relativement faible comparé à l’élargissement de la transition. En effet, à 40 mW, la
largeur à mi-hauteur de l’exciton est déjà de 17 meV.
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FIGURE 4.10 – Spectres obtenus à partir de coupes à k constant de la dispersion 4.8.
Les traits fins sont les spectres bruts. Les traits épais sont les profils ajustés d’après
le modèle décrit dans le texte (T = 300 K).
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FIGURE 4.11 – Spectres obtenus à partir de coupes à k constant de la dispersion 4.9.
Les traits fins sont les spectres bruts. Les traits épais sont les profils ajustés d’après
le modèle décrit dans le texte (T = 300 K).
Les paramètres de cavité, quant à eux, restent à peu près constants : on trouve
Γ0C ≈ 0.7 meV.
Dans la suite, on utilisera les proprités de l’exciton mesurées ici, notamment la
largeur Γ0X ≈ 9.1 meV, ainsi que la force d’oscillateur fX ≈ 1.2×10−3.
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FIGURE 4.12 – Énergie de l’exciton, force d’oscillateur, et largeurs de l’exciton et de
la cavité, en fonction de la puissance de pompe. La largeur de l’exciton est fittée par
une courbe affine d’expression Γ0X +αP , avec Γ0X = 9.1 meV et α= 0.21 meV/mW.
4.5 Processus en excitation résonante
Après avoir étudié la susceptibilité non-linéaire de l’exciton à température am-
biante, analysons les processus qui en découlent lors d’une excitation résonante.
4.5.1 Comparaison avec l’étude non-résonnante
Modèle de saturation
Dans la partie précédente, nous avons excité la structure à haute énergie, au-
dessus de la bande interdite du GaAs. Le mécanisme était alors le suivant : les pho-
tons étaient absorbés par le GaAs, puis les porteurs relaxaient dans le niveau excito-
nique, se recombinaient, et la luminescence était filtrée par la cavité.
En excitation résonnante, en revanche, on pompe directement le niveau excito-
nique, au travers de la cavité. Ainsi l’énergie de pompage devient identique à l’éner-
gie d’observation. De même, la saturation de l’exciton avec l’intensité devient dé-
pendante de l’énergie d’excitation : en effet, à intensité identique, si on pompe plus
loin de la résonance excitonique, la saturation est moindre. Le modèle de satura-
tion de la transition excitonique devra prendre en compte cet état de fait. On choisit
d’adopter le modèle de saturation du système à deux niveaux, bien connu de la lit-
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térature, présenté dans la partie 1.1.2, et détaillé par exemple par BOYD [32]. Dans
ce modèle, on connaît tous les paramètres linéaires à partir de l’étude précédente,
mais il reste à évaluer la valeur de l’intensité de saturation en résonance.
En excitation hors résonance, nous avons observé un élargissement de l’exciton
de la forme Γ0X +αP . Réécrivons ceci sous la forme Γ0X
(
1+ P
Ps,HR
)
. Ceci définit arbi-
trairement une puissance de saturation Ps,HR = 0.023 mW. Supposons que la densité
d’excitons à la saturation est une constante, il reste donc simplement à comparer les
coefficients d’absorption. Hors résonance, on pompe au-dessus de la bande inter-
dite du GaAs, où le coefficient d’absorption est de l’ordre de 104cm−1 (à 300K, pour
E ≈ 1.4 eV)[33]. Toutes les couches de GaAs absorbent, soit une épaisseur d’absorp-
tion de l’ordre de 6 µm dans notre échantillon. On trouve donc αGaAs,HRLGaAs ≈ 6.
Au contraire, quand on est parfaitement en résonance avec l’exciton, et en suppo-
sant que le taux de capture est égal à 1, on a αX ,0LX ≈ 9.5× 10−3 [22], soit plus de
deux ordres de grandeur de moins qu’en excitation non-résonnante. L’intensité de
saturation est donc certainement de plusieurs ordres de grandeur plus grande qu’en
excitation non-résonnante. Nous mesurerons cette intensité de saturation dans la
suite de ce chapitre.
Largeurs de cavité
En excitation résonante, les deux cavités de l’échantillon sont replacées à la même
énergie, de sorte qu’on obtient deux modes délocalisés sur les deux cavités de l’échan-
tillon (figure 4.13). Ces deux modes ont la même largeur ΓC , que l’on mesure expé-
rimentalement à 1.1 meV (par mesure de luminescence à basse intensité, loin de
l’exciton). Celle-ci est donc légèrement supérieure à celle mesurée dans la partie
précédente. En effet, nous y avions volontairement découplé une des deux cavités.
Une seule cavité restait alors à l’énergie du laser, et se trouvait être la cavité la plus
éloignée de la surface de l’échantillon, profitant donc d’un meilleur isolement avec
l’extérieur. On mesurait donc une largeur plus petite (0.7 meV).
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FIGURE 4.13 – Profils de l’intensité du champ |E |2 dans la structure, pour les deux
configurations étudiées : (a) Configuration “découplée” utilisée dans l’étude de lu-
minescence de la partie 4.4. Une seule cavité est étudiée, l’autre est résonnante à
plus haute énergie. (b) Configuration “couplée” utilisée dans l’étude des processus
résonnants dans la partie 4.5. Les deux cavités sont dégénérées et le champ est dé-
localisé dans toute la structure.
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Nombre de puits
Dans la partie 4.4 où nous avons volontairement découplé une des deux cavi-
tés (figure 4.13), seuls 3 puits quantiques participaient à la luminescence, ceux de la
cavité observée. En excitation résonnante, où nous étudions les modes délocalisés,
l’ensemble des 6 puits quantiques de l’échantillon est excité. Néanmoins, la signifi-
cation physique des modes délocalisés est que le photon a une probabilité 12 d’être
dans chacune des deux cavités. Finalement, tout se passe donc comme si seulement
3 puits étaient excités.
4.5.2 Réflectivité
L’échantillon est éclairé en incidence normale, et on observe l’intensité réfléchie
(figure 4.14). La figure 4.15 reproduit un résultat typique de mesure. A basse puis-
sance, la dépendance est linéaire. Il apparaît un changement de pente à proximité
de 30 mW.
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FIGURE 4.14 – Principe de la mesure de l’intensité de pompe réfléchie.
En comparaison, le modèle de la microcavité vue comme un système à 2 niveaux
(l’exciton), placé dans un résonateur, que nous avons développé plus haut, prévoit
qualitativement ce comportement exéprimental nettement non-linéaire pour la ré-
flectivité (figure 4.16), typique d’un milieu saturable placé dans une cavité (qui peut
être bistable pour un certain jeu de paramètres) [32].
À très faible intensité, l’exciton est non-saturé et absorbe beaucoup, ce qui rend
l’effet de surtension de la cavité faible. Au contraire, au-delà d’une certaine inten-
sité, l’exciton sature et l’effet de surtension de la cavité devient efficace, et la struc-
ture globale devient plus absorbante. Encore à plus forte puissance, l’absorption de
l’exciton continue à baisser, et globalement la structure absorbe également moins.
L’intensité réfléchie reflète ce changement de régime : à faible intensité, une
grande partie l’intensité est réfléchie, puis l’absorption augmente jusqu’à rendre la
reflectivité de la structure absolument nulle, et enfin, à forte intensité, la réflectivité
augmente de nouveau pour rejoindre celle de la cavité nue. Grâce à la comparaison
entre les figures 4.15 et 4.16, on identifie l’intensité de saturation de notre échan-
tillon par exemple en repérant la position du minimum local sur la courbe de réflec-
tivité : ce minimum se trouve d’après le modèle à
I0,in
IS
≈ 0.05, et dans l’expérience il
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FIGURE 4.15 – Résulat typique de mesure de l’intensité de pompe réfléchie (E = 1.359
eV). La ligne en tirets est un fit linéaire à basse puissance.
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FIGURE 4.16 – Intensité réfléchie dans le modèle d’exciton saturable avec les para-
mètres obtenus par la mesure de PL (E = 1.362 eV). La ligne en trait plein représente
le résulat du modèle, la ligne en pointillés représente le cas d’un exciton non satu-
rable, la ligne en tirets représente la cavité nue.
apparaît à I0,in = 70 mW, d’où on déduit : IS = 1.4 W.
Notons que dans l’expérience le faisceau d’excitation est gaussien, ce qui en-
traîne une dépendance du phénomène avec la position sous la tache d’excitation.
On le retrouve sur les images du spot réfléchi, comme l’illustrent les profils repro-
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duits sur la figure 4.17. La figure 4.18 présente le résultat du modèle présenté dans
cette partie en considérant un profil gaussien pour l’excitation. Dans le modèle comme
dans l’expérience, le faisceau réfléchi est gaussien à très basse puissance (dans l’ex-
périence, les pieds de la gaussienne sont effacés par le traitement automatique réa-
lisé par la webcam utilisée). Quand la puissance augmente, le profil s’aplatit (57
mW), puis deux creux se forment dans le profil, d’abord superposés, puis clairement
distincts à forte puissance. Ces creux correspondent au minimum local de la figure
4.16 pour I0,in/IS = 0.05.
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FIGURE 4.17 – Profils spatiaux d’intensité réfléchie expérimentaux. Le spot incident
a un profil gaussien. (Note : le traitement réalisé par la caméra utilisée pour visuali-
ser ces profils a tendance à apodiser les gaussiennes en soustrayant une constante
sur chaque image.) Les profils sont normalisés, et décalés pour une meilleure lisibi-
lité.
4.5.3 Diffusion Rayleigh
Comme à basse température (voir partie 4.1), le désordre aux interfaces entre
les paires de couche dans les miroirs de Bragg est responsable d’une diffusion élas-
tique, dite “diffusion Rayleigh”, qui provoque un changement de vecteur d’onde des
photons qui pénètrent dans la cavité. Ce désordre provient du désaccord de maille
entre les couches de semiconducteurs. Ce désaccord se relaxe en provoquant des
ondulations des interfaces, qui reprennent dans une certaine mesure la structure
cristalline sous-jacente. Cette relaxation de la contrainte est désignée par le terme
“mosaïcité”. Finalement, l’efficacité de la diffusion n’est pas isotrope, mais suit le ca-
ractère anisotrope de la relaxation de la contrainte de désaccord de maille, qui est
plus marquée le long des axes cristallins.
Ainsi, dans nos microcavités multiples, on observe qu’une partie de la lumière
est diffusée vers les autres modes de cavité à la même énergie, et prend couram-
ment la forme d’une émission en croix dans le plan de Fourier, correspondant à la
diffusion Rayleigh.
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FIGURE 4.18 – Profils spatiaux d’intensité réfléchie dans le modèle d’exciton satu-
rable avec les paramètres obtenus par la mesure de PL (E = 1.362 eV). Le spot inci-
dent a un profil gaussien. Les profils sont normalisés, et décalés pour une meilleure
lisibilité. On a représenté
La figure 4.19 illustre cette émission en croix, visualisée dans le plan de Fourier,
pour une excitation résonante sur le bas de bande du mode de cavité supérieur.
Cette émission est formée de couples de points opposés sur l’anneau Rayleigh, et
de plus elle apparaît à partir d’un seuil en puissance de pompe (détaillé dans le para-
graphe suivant et la figure 4.21). Au premier abord, on pourrait donc identifier cette
émission à de l’oscillation paramétrique optique qui, comme on l’a vu au chapitre 1,
apparaît à partir d’un seuil en puissance (équation 1.44), et doit vérifier l’accord de
phase géométrique en conservant le vecteur d’onde, ce qui donnerait effectivement
des points opposés sur l’anneau Rayleigh en pompant en incidence normale. Pour-
tant, pour de multiples raisons, il semble plus logique de conclure qu’il ne s’agit
pas d’oscillation paramétrique. Parmi ces raisons, on observe expérimentalement
l’absence de conservation de l’énergie et du vecteur d’onde quand la pompe n’est
plus à 0˚ 3 ; la présence de corrélations d’intensité entre tous les points de la croix,
même entre points non-opposés, alors que l’oscillation paramétrique suppose uni-
3. Le cas extrême de non-conservation du vecteur d’onde est observé en pompant directement sur
l’anneau. On observe alors une émission en incidence normale, qui présente elle aussi un seuil du même
ordre de grandeur. Seul un processus de diffusion Rayleigh permet d’interpréter la présence de cette
émission en incidence normale. La diffusion paramétrique exige quant à elle la conservation du vecteur
d’onde, ce qui supposerait la présence d’un complémentaire à un vecteur d’onde où il n’y a pas de mode
de cavité, donc le seuil en puissance correspondant devrait être très largement plus élevé, comme lors-
qu’on passe d’un oscillateur triplement résonnant à un oscillateur doublement résonnant.
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FIGURE 4.19 – Image dans le plan de Fourier de l’émission d’une microcavité double
excitée en incidence normale, en résonance avec le bas de bande du mode de cavité
supérieur, à 200 mW. On note la présence de l’anneau de diffusion Rayleigh que
nous avons mis en évidence par un quart de cercle en tirets. Sur cet anneau, quatre
points sont particulièrement intenses aux intersections avec une croix passant par
la normale. Le pompe réfléchie à 0˚ est masquée.
quement des corrélations entre paires de points opposés 4 ; l’observation du seuil
sur une très large gamme de désaccords incluant le désaccord nul, contrairement
au modèle d’OPO présenté dans la dernière partie de ce chapitre 5.
Dépendance en puissance de la diffusion Rayleigh
La diffusion Rayleigh est issue du désordre dans les miroirs, qui est une constante
de la structure des interfaces. C’est un processus linéaire. Dans l’échantillon, il y a
une importante surtension dans la cavité. De plus, le champ pénètre dans les miroirs
de part et d’autre de la cavité, sur une longueur typique dite longueur de pénétra-
tion (voir équation 1.61). La figure 4.20 donne la distribution de l’intensité du champ
électrique dans une cavité simple, où apparaît la surtension dans la cavité au milieu
de la structure, et le champ exponentiellement décroissant de part et d’autre de la
cavité. Autrement dit, les photons traversent un grand nombre de fois cette zone
4. La présence de corrélations entre tous les faisceaux diffusés peut s’expliquer par le processus sui-
vant. La diffusion Rayleigh agit à la manière d’une lame séparatrice pour ce faisceau de pompe : une
portion des photons de ce faisceau de pompe change de vecteur d’onde. Or, les excitons se comportent
comme une source de bruit pour tous les champs électriques dans la structure, en particulier pour la
pompe. Les faisceaux diffusés héritent donc d’une portion du bruit en excès de la pompe, et présentent
une corrélation entre eux, de la même façon que le font les faisceaux sortants d’une lame séparatrice
éclairée par un faisceau bruité (voir partie 1.6.4).
5. On a aussi noté que les intensités moyennes de deux points lumineux opposés sur l’anneau varient
indépendamment avec la position sur l’échantillon. On a tracé l’intensité d’un point en fonction de l’in-
tensité du point opposé. Dans le cas d’un régime OPO, les intensités sont censées être équilibrées, donc
un tel graphe devrait donner une droite passant par l’origine. Or, on obtient en fait un nuage de points
sans structure apparente.
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centrale de la structure. C’est donc sur les interfaces qui se trouvent dans cette zone
de forte intensité qu’aura lieu l’essentiel de la diffusion Rayleigh. Plus l’intensité in-
tracavité est grande, plus la diffusion Rayleigh sera importante.
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FIGURE 4.20 – Simulation par la méthode des matrices de transfert du profil spa-
tial du champ électrique dans une structure réelle de microcavité simple, excitée en
incidence normale et en résonance. Le profil de l’indice de réfraction est indiqué
en superposition. On note la grande surtension dans la cavité et dans les couches
voisines.
Au premier ordre, on peut donc considérer que le nombre de photons diffusé par
ce processus Rayleigh est proportionnel à l’intensité intracavité. Avec le modèle de
cavité que nous avons établi et vérifié ci-dessus, il est aisé de prévoir l’intensité in-
tracavité d’un échantillon en fonction des paramètres d’excitation, et de la comparer
avec les résultats expérimentaux.
L’intensité des 4 points intenses sur l’anneau Rayleigh (les quatres points cardi-
naux de l’anneau sur la figure 4.19) en fonction de la puissance présente un com-
portement non-linéaire avec un seuil. La figure 4.21 reproduit une courbe typique
obtenue dans l’expérience, dans les mêmes conditions que la mesure de réflectivité
de la figure 4.15. En-dessous de 60 mW, les 4 points cardinaux de l’anneau ont une
très faible intensité, puis au-delà d’un seuil net à 60 mW leur intensité augmentent
fortement, linéairement.
Le modèle de l’exciton saturable abordé dans cette partie nous permet de calcu-
ler l’intensité intracavité en fonction de la puissance incidente. La figure 4.22 illustre
le résultat de ce modèle avec les mêmes paramètres que dans la figure 4.16. Quand
la puissance incidente augmente, la transition excitonique en vient à saturer, ce qui
diminue les pertes dans la cavité, augmente la finesse, et augmente donc la sur-
tension dans la cavité. On note un seuil à
I0,in
IS
≈ 0.04, suivie d’une augmentation
linéaire, comme dans l’expérience. L’identification des seuils donne IS = 1.5 W, ce
qui est parfaitement compatible avec la mesure de réflectivité du paragraphe précé-
dent.
4.5. Processus en excitation résonante 157
0 20 40 60 80 100 120 140 160 180
Puissance incidente (mW)
0.0
0.2
0.4
0.6
0.8
1.0
In
te
n
si
té
C
C
D
(u
.a
.)
FIGURE 4.21 – Intensité de l’émission d’une microcavité double excitée en incidence
normale, pour les deux points (• et ) opposés sur l’anneau, sur l’axe horizontal
(points 2 et 4 de la figure 4.19). On note un seuil à 60 mW.
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FIGURE 4.22 – Intensité intracavité dans le modèle d’exciton saturable, à laquelle
la diffusion Rayleigh est proportionnelle. Les paramètres sont ceux obtenus par la
mesure de PL (E = 1.362 eV). La ligne en trait plein représente le résulat du modèle,
la ligne en pointillés représente le cas d’un exciton non saturable, la ligne en tirets
représente la cavité nue.
On conclut donc que le modèle du système à 2 niveaux en cavité permet très bien
d’expliquer le comportement en réflectivité ainsi que la non-linéarité de l’émission
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Rayleigh dans notre microcavité double, et nous a permis d’estimer l’intensité intra-
cavité de saturation : IS ≈ 1.5 W.
4.5.4 Oscillation paramétrique optique
Avec l’échantillon présenté dans ce chapitre, nous n’avons pas été en mesure
d’observer ni de régime d’amplification ni d’oscillation paramétrique. Nous cher-
chons donc ici à partir du modèle du système à 2 niveaux en cavité si l’oscillation
paramétrique est accessible dans notre échantillon, et si elle ne l’est pas, comment
mettre au point un échantillon fonctionnel.
ABRAMS & LIND [34] ont calculé qu’un système à deux niveaux peut se compor-
ter comme un milieu à gain dans un certain régime de paramètres d’intensité et de
désaccord. CHEMLA et al. [22] ont quant à eux observé expérimentalement un signal
de mélange de quatre ondes dégénéré dans des structures composés de puits quan-
tiques multiples (plus de 60 puits de GaAs dans AlGaAs) à température ambiante.
On s’attend donc à voir l’existence de régimes d’amplification et d’oscillation dans
une microcavité.
Nous reprendrons ici l’approche du mélange dégénéré utilisée par ABRAMS &
LIND [34] et l’appliquerons à un système à deux niveaux placé dans un résonateur
en anneau (figure 4.23) qui servira à modéliser la situation représentée sur la figure
4.24.
I0,out , I1,out , I2,out
χ
R,T LX
I0,in, I1,in, I2,in
FIGURE 4.23 – Schéma correspondant au modèle de l’expérience d’oscillation para-
métrique d’un système à 2 niveaux dans une cavité.
Il s’agit donc en premier lieu d’étudier l’équation de propagation dans un milieu
modélisé par la susceptibilité d’un système à 2 niveaux, et parcouru par un champ
E qui est la somme de 3 champs complexes E0 (pompe), E1 (signal) et E2 (complé-
mentaire), tous les trois à la même énergie ω (figure 4.23). On écrira E = E0 +∆E ,
∆E = E1 +E2, en faisant l’hypothèse |∆E | ¿ |E0|. La polarisation P totale dans le
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FIGURE 4.24 – Dispersion des modes de cavité et de l’exciton, et processus OPO
puits quantique s’écrit :
P = ²0χ(E)E = ²0χ(E0+∆E)(E0+∆E) (4.17)
χ(E)= −2α0
ω/c
δ− i
1+δ2+|E/ES |2
(4.18)
On développe ensuite P au premier ordre en ∆E :
P ≈ ²0χ(E0)E0+²0χ(E0)∆E −²0 χ(E0)
1+δ2+|E0/ES |2
E0(E0∆E∗+E∗0∆E)
|ES |2
(4.19)
On introduit les enveloppes Ai en écrivant Ei (z, t )= Ai (z)e i (ωt−ki z), ki étant dé-
fini réel. Sur le signal et le complémentaire, l’équation de propagation produit le
système d’équation suivant :
d A1
d z
=αA1+ iκA∗2 (4.20a)
d A2
d z
=αA2+ iκA∗1 (4.20b)
où on a défini les grandeurs suivantes :
α= 1
2k
ω2
c2
ℑ(χ(E0))(1− |E0|
2
|ES |2(1+δ2+|E0/ES |2)
) (4.21)
κ= 1
2k
ω2
c2
χ(E0)
E 20
|ES |2(1+δ2+|E0/ES |2)
(4.22)
k1 = k2 = k = ωn
c
(4.23)
n = 1+ℜ(χ(E0))(1− |E0|
2
|ES |2(1+δ2+|E0/ES |2)
) (4.24)
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Comme nous l’avons présenté dans le chapitre 1, l’oscillation paramétrique ap-
paraît quand la condition de bouclage est vérifiée, c’est-à-dire si le système suivant
possède des solutions non-nulles :
A1(LX )r1e
iΦ1 =−A1(0) (4.25a)
A2(LX )r2e
iΦ2 =−A2(0) (4.25b)
Pour en chercher les solutions, on fait des hypothèses similaires à celles présen-
tées au chapitre 1 : on linéarise les équations 4.20a et 4.20b décrivant l’évolution
spatiale des champs A1 et A2 dans le puits quantique ; si la réflectivité du résona-
teur est grande, on peut écrire ri ≈ 1− Ti
2
où Ti est le coefficient de transmission en
intensité du résonateur ; on supposera aussi que les transmissions sont identiques
pour le signal et le complémentaire : T2 = T3 = T ; enfin, supposons la cavité est à la
résonance, c’est-à-dire que les déphasages e iφi valent tous exactement −1. Alors, le
système ci-dessus a des solutions non-nulles dès que :
|κ|2L2X =
(
T
2
+αLX
)2
(4.26)
Cette équation est typiquement de la forme “gain = pertes”. Notons qu’à la fois le
gain |κ| et les pertes α dépendent de l’intensité |E0|2 de la pompe.
Pour étudier la possibilité d’observer l’oscillation, on considère le rapport “gain
sur pertes” R :
R = |κ|
2L2X(
T
2
+αLX
)2 (4.27)
Si, en fonction des paramètres expérimentaux, ce rapport atteint ou dépasse 1,
on en conclut que l’oscillation est possible. Avant d’évaluer la valeur de ce rapport
avec nos paramètres expérimentaux, ce que nous ferons plus bas, introduisons l’ef-
fet du walf-off qui a tendance à augmenter les pertes dans l’interaction entre plu-
sieurs ondes.
Walk-off
Le modèle présenté ci-dessus suppose que les 3 champs sont des ondes planes,
donc d’extension transverse infinie. En pratique, le spot de pompe est gaussien, et
ainsi l’interaction a lieu dans une région limitée. Or, comme le signal et le complé-
mentaire se propagent avec des angles non-nuls et opposés, les photons correspon-
dants s’éloignent de la zone où la pompe est présente et, plus rapidement encore,
les photons signal s’éloignent des photons complémentaire.
BOYD & KLEINMAN [35] ont étudié un phénomène similaire appelé walk-off. Il
s’agit du problème de la propragation des faisceaux créés par une interaction en χ(2)
quand l’accord de phase est assuré par la biréfringence. Dans ce cas, le faisceau de
pompe et le faisceau créé par la conversion paramétrique (par exemple le doublage
de fréquence) ont une polarisation différente pour que leurs indices de réfraction
coïncident. cependant, la biréfringence introduit aussi l’effet de double-réfraction :
même si les ondes sont colinéaires, les vecteurs de Poynting des faisceaux pointent
dans des directions différentes, séparés par l’angle de double-refraction. À cause de
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cet écart angulaire entre le faisceau pompe et le faisceau produit par la conversion
paramétrique, la zone où ces faisceaux sont superposés est de taille finie. La lon-
gueur d’interaction entre ces faisceaux est donc réduite par rapport à la longueur
de cohérence qui ne tient compte que de l’accord de phase. Ce walk-off est caracté-
risé par une longueur d’ouverture (aperture length) La =
p
pi
w0
ρ
, où w0 est le waist
du faisceau, et ρ est l’angle de double-réfraction. Dès que La devient de l’ordre de
la longueur du cristal, ou plus petit, le walk-off devient limitant. Par exemple, pour
La À L, l’intensité de génération de seconde harmonique varie comme I2ω ∝ L2.
Par contre, si La ¿ L, cette intensité varie comme I2ω∝ L2a .
Dans notre cas, on peut définir également une longueur d’ouverture La à par-
tir du waist w0 des faisceaux, et de l’écart angulaire ∆ρ entre le signal et le com-
plémentaire. Dans notre montage, le waist vaut w0 = 40 µm. L’écart angulaire à
l’extérieur de la cavité vaut ∆ρext ' 2× 30 ˚, ce qui correspond à un écart angu-
laire dans la cavité de ∆ρ ≈ 16 ˚, compte-tenu des indices optiques. On trouve donc
La ≈ 2.5×102µm. Cette grandeur La doit être comparée à la longueur effective d’in-
teraction, qui correspond à la longueur de la cavité multipliée par le nombre d’aller-
retour dans celle-ci. Comme on peut le voir notamment sur la figure 4.22, la cavité
nue produit une surtension d’environ 600, on estime donc le nombre d’aller-retour
à cette même valeur : N ≈ 600. Chaque cavité en GaAs est une cavité λ, et le champ
pénètre dans les miroirs sur chaque côté de la cavité sur une profondeur typique
de 2.5λ (cf équation 1.61) 6. Ceci donne donc une longueur effective d’interaction
Leff = N Lcav = N
(1+2×2.5)λ
nGaAs
≈ 9.8× 102µm. On trouve ainsi La ≈ 0.25Leff , ce qui
signifie que le walk-off contribue plus aux pertes que la transmission des miroirs !
Pour rendre compte quantitativement de cet effet du walk-off dans le calcul du
seuil OPO, on se propose d’introduire un terme de pertes supplémentaire. Dans l’ex-
pression du rapport “gain sur pertes”,
T
2
+αLX représente les pertes en amplitude
pour un tour dans la cavité. Estimons la perte en amplitude due au walk-off, en un
tour, à
Lcav
La
, et ajoutons-là à ce bilan des pertes. Le rapport “gain sur pertes” corrigé
s’écrit donc :
Rcorrigé =
|κ|2L2X(
T
2
+ Lcav
La
+αLX
)2 (4.28)
Dans notre configuration,
Lcav
La
≈ 6.6×10−3, tandis que T
2
≈ 5.1×10−3
Résultats du modèle d’OPO
La figure 4.25 reproduit l’évolution de ce rapport Rcorrigé en fonction de la puis-
sance de pompe intracavité, les paramètres étant ceux de l’échantillon selon les me-
sures effectuées dans la partie 4.4.2, et pour un désaccord (optimal, comme indiqué
ci-dessous) entre l’énergie de pompe et l’exciton de +1 meV.
À faible puissance, le rapport “gain sur pertes” augmente car le gain |κ|2 varie
comme |E0|4. Au-delà d’une certaine puissance, la saturation de l’exciton se fait sen-
6. Chaque mode est délocalisé sur les 2 cavités, mais ceci ne rajoute pas un facteur 2 sur la longueur
totale : ceci vient du fait que le photon a une probabilité 12 d’être dans chacune des cavités.
162
Chapitre 4. Oscillation paramétrique optique dans une microcavité couplée à
basse température et à température ambiante
0 50 100 150 200
I0/IS
0.00
0.05
0.10
0.15
0.20
0.25
R
ap
p
o
rt
G
ai
n
/P
er
te
s
FIGURE 4.25 – Rapport “gain sur pertes” en fonction de la puissance de pompe in-
tracavité, avec les parammètres de l’échantillon présenté dans ce chapitre, au désac-
cord optimal de +1 meV.
tir, ce qui a deux conséquences opposées : l’absorption α diminue, ce qui aurait
tendance à faciliter l’oscillation, mais le gain |κ| diminue également, ce qui a l’effet
contraire. Finalement les pertes deviennent limitées par la transmission T caracté-
risant le résonateur, tandis que le gain tend vers 0, ce qui fait que le rapport “gain
sur pertes” tend vers 0 également. Sur toute la gamme de puissance intracavité, le
rapport “gain sur pertes” atteint un maximum de 0.27, inférieur à 1. Ainsi, le mo-
dèle présenté ici ne prévoit effectivement pas d’oscillation paramétrique dans notre
échantillon.
Expérimentalement, avec un échantillon donné, on peut varier le désaccord δ.
La figure 4.26 reproduit la variation du rapport “gain sur pertes” en fonction de ce
désaccord. Le désaccord optimal se trouve à ±1 meV de l’énergie de l’exciton, mais
jamais le gain ne dépasse les pertes.
Expérimentalement, toujours sans changer d’échantillon, on peut varier la taille
w0 du spot, ce qui change la longueur d’ouverture La qui intervient dans le terme de
walk-off. La figure 4.27 reproduit la variation du rapport “gain sur pertes” en fonc-
tion du désaccord δ, pour des rapports
Lcav
La
variant de 6.6× 10−3 (nos conditions
expérimentales) à 6.6×10−4 (ce qui correspond à un waist 10 fois plus grand). Dans
tous les cas, même si diminuer le walk-off améliore la situation, le rapport “gain sur
pertes” reste en-dessous de 1.
Au moment de la conception de la structure, on peut chercher à augmenter le
nombre de paires de couches formant les miroirs pour augmenter leur réflectivité.
La figure 4.28 reproduit la variation du maximum du rapport “gain sur pertes” en
fonction du désaccord δ, pour des largeurs de cavité ΓC décroissantes (on a T =
pi
ΓC
E0
). Même avec une largeur de 0.11 meV, soit 10 fois moins que celle de notre
échantillon, le rapport reste plus petit que 1. C’est en fait le terme de pertes du au
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FIGURE 4.26 – Maximum du rapport “gain sur pertes” en fonction de l’énergie d’exci-
tation, avec les paramètres de l’échantillon présenté dans ce chapitre. La transition
excitonique se trouve à 1.357 eV.
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FIGURE 4.27 – Maximum du rapport “gain sur pertes” en fonction de l’énergie d’ex-
citation, avec les paramètres de l’échantillon présenté dans ce chapitre, mais en va-
riant la valeur du terme de walk-off
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walk-off qui domine alors.
Enfin, on peut aussi vouloir augmenter le nombre N de puits quantiques pour
augmenter la non-linéarité. Dans notre modèle, ceci correspond à augmenter la lon-
gueur du milieu non-linéaire, de sorte que LX = N LX ,0, où LX ,0 est l’épaisseur d’un
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FIGURE 4.28 – Maximum du rapport “ gain sur pertes” en fonction de l’énergie d’ex-
citation, avec les paramètres de l’échantillon présenté dans ce chapitre, mais avec
des largeurs ΓC variables comprises entre 1.1 meV (la largeur de notre échantillon)
et 0.11 meV.
puits unique. La figure 4.29 reproduit la variation du maximum du rapport “gain sur
pertes” en fonction du nombre de puits quantiques. Ainsi, d’après ce modèle, un
échantillon similaire à celui que nous avons étudié, mais contenant 24 puits quan-
tiques, pourrait présenter le phénomène d’oscillation paramétrique.
4.5.5 Échantillon “idéal” pour l’OPO
Supposons qu’on fabrique un échantillon avec le même nombre de paires de
couches dans les miroirs, mais un total de 24 puits (ce qui est tout à fait réaliste,
puisque dans nos échantillons de fils, il y a effectivement 12 puits dans une cavité),
et qu’on diminue l’angle d’émission du signal et du complémentaire d’un facteur 2
(± 15˚) pour réduire le problème du walk-off. La figure 4.30 reproduit la variation
du rapport “gain sur pertes” en fonction du désaccord. Ainsi, pour un désaccord
(absolu) compris entre 1.3 et 5.0 meV, l’oscillation paramétrique devient possible.
En calculant le rapport “gain sur pertes” en fonction de la puissance intracavité,
comme on l’a fait dans la figure 4.25, on peut repérer l’intensité de seuil I0,seuil in-
tracavité, qui correspond à l’intensité où le rapport passe au-dessus de 1. On peut
également noter l’intensité où l’oscillation paramétrique disparaît, c’est-à-dire l’in-
tensité où le rapport repasse en-dessous de 1. La figure 4.31 reproduit ces deux gran-
deurs en fonction du désaccord. Ainsi, le seuil optimal est obtenu à un désaccord de
± 1.7 meV, et l’intensité intracavité de seuil vaut alors 15 fois l’intensité de satura-
tion. Estimons quelle serait la puissance incidente correspondante. D’après les me-
sures de réflectivité et de l’émission Rayleigh, on estime dans notre échantillon que
l’intensité de saturation est approximativement de 1.5 W. Si on se réfère à la courbe
4.22, on atteint
I0
IS
= 15 pour I0,in
IS
≈ 0.07. On en déduit finalement que la puissance
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FIGURE 4.29 – Maximum du rapport “ gain sur pertes” en fonction de l’énergie d’ex-
citation, avec les paramètres de l’échantillon présenté dans ce chapitre, mais avec
un nombre N de puits quantique variable.
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FIGURE 4.30 – Maximum du rapport “gain sur pertes” en fonction de l’énergie d’ex-
citation, pour un échantillon idéal contenant 24 puits et conçu pour que le signal et
le complémentaire sortent à ± 15˚.
incidente au seuil serait I0,in ≈ 100 mW. Cette valeur est tout à fait accessible par
notre laser de laboratoire, et est même accessible par une diode laser, ce qui permet
d’envisager la fabrication d’un dispositif intégré.
En conclusion, on pourra retenir que, même si l’échantillon étudié au cours de
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FIGURE 4.31 – Intensité intracavité au seuil OPO (en traits plein) et quand l’OPO
s’arrête (pointillés), en fonction de l’énergie, pour un échantillon idéal contenant 24
puits et conçu pour que le signal et le complémentaire sortent à ± 15˚.
cette thèse ne présente pas les caractéristiques nécessaires à l’obtention de l’oscil-
lation paramétrique, il nous a permis de déterminer les facteurs importants pour
espérer l’observer, et il est tout à fait envisageable d’en fabriquer un qui remplisse
ces conditions, notamment en augmentant le nombre de puits quantiques, et en
réduisant l’angle d’émission du signal et du complémentaire.
Conclusion
Nous avons montré en début de ce chapitre 4 que l’oscillation paramétrique dé-
générée en énergie existe dans les microcavités couplées, à basse température.
L’étude d’une microcavité double à température ambiante a pris la forme d’une
étude de faisabilité de l’oscillation paramétrique dans cette structure, à température
ambiante. Les résonances excitoniques des puits quantiques d’InGaAs sont nette-
ment plus larges qu’aux températures cryogéniques, ce qui rend les conditions d’ob-
servation de l’oscillation plus contraignantes. En particulier, l’échantillon que nous
avons étudié n’a pas présenté de régime d’oscillation. Néanmoins, les non-linéarités
de saturation sont bel-et-bien présentes et suffisamment efficaces pour atteindre le
régime d’oscillation dans un échantillon conçu notamment avec suffisamment de
puits.
Notons également que d’autres types de puits pourraient être utilisés pour aug-
menter la non-linéarité, comme les puits de GaN, qui ont une force d’oscillateur
plus grande [36]. Ainsi, les puits en GaN permettent même l’observation du cou-
plage fort à température ambiante. Ceci a lieu au prix d’un processus de fabrication
plus délicat qui rend les échantillons habituellement de moins bonne qualité que
ceux composés de puits d’InGaAs.
On pourrait aussi envisager de rechercher l’OPO à température ambiante dans
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des fils photoniques. Ces fils ont l’avantage d’avoir des finesses plus grandes que les
cavités couplées, à épaisseur totale égale. Néanmoins, la levée de dégénérescence
de polarisation que nous avons exploitée aux températures cryogéniques dans le
chapitre 3 est a priori trop faible pour être utilisable à température ambiante, puis-
qu’elle est essentiellement due aux contraintes mécaniques anisotropes apparais-
sant lors du refroidissement. Nous n’aurions donc pas le bénéfice de l’oscillation en
polarisation croisée avec le pompe à température ambiante.
Finalement, les microcavités couplées sont une structure prometteuse pour ob-
tenir une source compacte réalisant l’oscillation paramétrique à température am-
biante, et peut-être à terme une source de faisceaux jumeaux. Une fois réalisé, un
tel oscillateur paramétrique pourrait même être associé à un dispositif d’injection
électrique pour réaliser un oscillateur tout-intégré.
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Chapitre 5
Interaction entre polaritons
résolue en polarisation
Les microcavités de semiconducteurs sont un système modèle dans lequel peuvent
être observés un grand éventail de phénomènes exotiques, comme l’oscillation pa-
ramétrique optique, fil conducteur de cette thèse, la condensation de polaritons [1],
des vortex à l’intérieur de condensats [2] ou encore la superfluidité de polaritons
[3]. Tous ces phénomènes font intervenir les interactions entre polaritons, qui ont
l’importante propriété de dépendre du spin, ou de la polarisation, des particules
en jeu. Ainsi, on distingue le potentiel d’interaction V1 entre polaritons de même
polarisation circulaire (co-circulaires), et le potentiel V2 entre polaritons de polari-
sations circulaires opposées (anti-circulaires). Le comportement des phénomènes
non-linéaires dépend de la valeur du rapport V2/V1 [4], qui a longtemps été supposé
constant dans l’interprétation des expériences en microcavité.
Ce chapitre s’inscrit dans la continuité du chapitre 4 où nous avons notamment
observé l’oscillation paramétrique à basse température dans une microcavité cou-
plée. Dans ce chapitre 5, nous utilisons la diffusion paramétrique comme moyen
d’investigation des potentiels V2 et V1. Nous analysons le comportement de la diffu-
sion paramétrique dans une microcavité multiple, dans une configuration pompe-
sonde dégénérée en énergie. Dans cette géométrie, l’échantillon est pompé en in-
cidence normale et sondé à la même énergie sur une deuxième branche de pola-
ritons, avec un angle non nul. Le complémentaire est observé à l’angle opposé, en
accord de phase avec la sonde. Nous vérifierons d’abord que le processus est d’ori-
gine paramétrique en étudiant la dépendance de l’intensité du complémentaire,
que l’on comparera aux résultats d’un modèle hamiltonien décrivant l’interaction
paramétrique entre excitons. Puis nous étudierons le comportement du processus
pompe-sonde en polarisation, comparé au modèle hamiltonien augmenté d’une
description des deux canaux de polarisation décrits par V1 et V2. Ceci nous permet
de déduire la valeur relative de l’interaction d’échange V2 qui est responsable de l’in-
version de la polarisation circulaire. Nous montrerons qu’elle dépend fortement du
désaccord laser-exciton.
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5.1 État de l’art
Dans les microcavités, on distingue le potentiel d’interaction V1 entre polaritons
de même polarisation circulaire (co-circulaires), et le potentiel V2 entre polaritons
de polarisations circulaires opposées (anti-circulaires). Ainsi, en incluant la dépen-
dance en polarisation, représentée par le spin σ, le hamiltonien d’interaction total
s’écrit comme une somme de deux termes (à partir de 1.58, dans une base de pola-
ritons) [4] :
Hint =
∑
k,k ′,q,σ=±
(
V1(q)(p
†
k,σp
†
k ′,σpk+q,σpk−q,σ+h.c.)
+V2(q)(p†k,σp†k ′,−σpk+q,σpk−q,−σ+h.c.)
) (5.1)
Quand SAVVIDIS et al. [5] ont observé pour la première fois l’amplification para-
métrique dans une microcavité simple, celle-ci est apparue avec des faisceaux co-
circulaires, tandis qu’aucun gain n’était visible pour des polarisations anti-circulaires,
ce qui laisse penser que le potentiel V2 est soit nul, soit nettement plus petit que V1.
Des études ultérieures ont confirmé cette observation [6, 7].
Plusieurs études expérimentales ont été menées pour évaluer la valeur relative
du potentiel d’échange V2. RENUCCI et al. [8] concluent à la faible valeur relative
de V2 en observant l’évolution temporelle des populations de polaritons, résolue
en spin. Ils extraient de leurs mesures l’estimation
V2
V1
≈ −0.08 à désaccord cavité-
exciton nul, notant donc en particulier que V1 et V2 sont de signes opposés [9].
KASPRZAK et al. [10] étudient le degré de polarisation de la luminescence d’une mi-
crocavité, jusque dans le régime de condensation, et évaluent la somme V1 +V2,
sans toutefois pouvoir évaluer les deux termes indépendemment. VÖRÖS et al. [11]
présentent une méthode pour évaluer les potentiels d’interaction basée sur la me-
sure du blueshift et de l’élargissement des raies polaritoniques dans une microcavité
conçue autour de deux puits couplés sous champ électrique. Longtemps, le rapport
V2/V1 a été supposé constant dans l’interprétation des expériences en microcavité.
Pendant ce temps, diverses approches théoriques ont également visé à évaluer
V2. En 1972, BOBRYSHEVA et al. [12] calculaient déjà l’interaction entre excitons de
Wannier dans un cristal en tenant compte du spin. Plus récemment, CIUTI et al.
[13] ont présenté un modèle pour la diffusion élastique exciton-exciton, en tenant
aussi compte du degré de liberté de spin. COMBESCOT et al. [14] étudient les consé-
quences des interactions de spin sur les excitons “noirs” et la condensation de po-
laritons. SCHUMACHER et al. [15], WOUTERS [16], GLAZOV et al. [17] analysent le mé-
canisme d’interaction à l’aide de matrices de diffusion exciton-exciton dont les élé-
ments correspondent aux états de polarisations possibles, en particulier l’élément
correspondant à la diffusion anti-circulaire.
Enfin, le travail le plus récent sur ce sujet a été réalisé par VLADIMIROVA et al. [18],
qui ont étudié expérimentalement la transmission non-linéaire résolue en polarisa-
tion d’une microcavité, ce qui a permis d’évaluer V2/V1. Ils ont obtenu qu’il existe
une variation de ce rapport en fonction du désaccord et ont comparé ces résultats
avec un modèle théorique des différents mécanismes d’interactions entre polari-
tons.
L’approche que nous présentons dans ce chapitre 5 fournit une méthode mesure
directe, précise et pratique de V2/V1 à partir de la diffusion paramétrique dans une
microcavité couplée. Nous l’utilisons pour mesurer V2/V1 sur une large gamme de
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désaccords inexplorés, fournissant ainsi une référence pour prédire et interpréter
les phénomènes dépendant de la polarisation dans les microcavités [4].
5.2 Échantillon
L’échantillon qui a été utilisé pour cette étude en polarisation a été conçu sur la
base de trois cavités (figure 5.1) : deux des cavités fournissent les modes nécessaires
au processus paramétrique dégénéré, et la troisième cavité sert de cavité d’ajuste-
ment, comme nous l’expliquons ci-dessous. Les trois cavités sont obtenues à partir
de quatre miroirs de Bragg, qui sont composés respectivement de 13, 13, 13 et 25
paires de Al0,05Ga0,95As et AlAs, de sorte que les modes photoniques sont de grande
finesse (d’après les simulations préalables à la fabrication, F ∼ 3000 pour la cavité
sans puits quantique). Pour être étudiée en réflexion, nous avons conçu la structure
assymétrique, avec un miroir arrière épais.
Les deux cavités externes contiennent chacune trois puits quantiques d’In0,07Ga0,93As.
Les états 1s des excitons correspondants se trouvent à 1.4754 eV. La cavité centrale
est vide. Sa résonance est placée à une énergie largement au-dessus des deux autres
cavités, et surtout largement au-dessus de l’exciton. Cette cavité sert donc de miroir
à réflectivité ajustable, ce qui permet de faire varier le couplage optique entre les
deux cavités externes. On la désignera comme la “cavité d’ajustement”.
4 miroirs de Bragg, 3 cavités couplées
2 fois 3 puits quantiques d’In0.07Ga0.93As
FIGURE 5.1 – Structure de la microcavité triple utilisée pour l’étude en polarisation.
Ainsi, la structure est composée de trois modes optiques et deux modes excito-
niques (un pour chaque cavité externe), ce qui donne cinq branches de polaritons.
La figure 5.2 montre une dispersion typique obtenu par photoluminescence en exci-
tation non résonante, où quatre branches de polaritons sont visibles (deux branches
basses et deux branches hautes, moins visibles). Cette dispersion a été obtenu dans
le cas où les deux cavités extérieures et les excitons sont dégénérés. La cinquième
branche de polariton est essentiellement composée du mode de la “cavité d’ajuste-
ment”, et se situe donc à une énergie plus élevée. Les quatre modes de polaritons vi-
sibles sont des états mixtes excitons-photons délocalisés sur toute la structure, pour
lesquels le champ est plus intense dans les deux cavités externes. Le dédoublement
de Rabi, qui décrit le couplage entre les excitons et des photons, et qui correspond à
la distance entre les deux polaritons inférieurs et les deux polaritons supérieurs, est
de 6 meV. Les deux cavités extérieures dégénérées donnent des modes délocalisés
qui sont séparés par 1 meV, ce qui correspond à la distance entre les deux premières
branches de polaritons sur la figure 5.2.
174 Chapitre 5. Interaction entre polaritons résolue en polarisation
-20 -10 0 10 20
θ0 (˚)
1.470
1.475
1.480
É
n
er
gi
e
(e
V
)
0.005
0.01
0.02
0.03
0.04
0.05
0.1
0.2
0.3
0.4
0.5
1
In
ten
sité
(u
.a.)
-2 -1 0 1 2
k (106m−1)
Polaritons bas
Polaritons haut
FIGURE 5.2 – Dispersion des modes de polaritons obtenues par la mesure de photo-
luminescence en excitation non résonante.
5.3 Diffusion paramétrique en excitation résonante
On excite l’échantillon dans une configuration pompe-sonde comme illustré sur
la figure 5.3. Le montage est commun avec les autres expériences et détaillé dans le
chapitre 2. Sur l’échantillon, le spot de pompe a un diamètre de 50 µm environ, et le
spot de sonde est légèrement plus petit.
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FIGURE 5.3 – Schéma de principe du montage d’excitation pompe-sonde en ré-
flexion.
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La pompe et la sonde sont dégénérées en énergie. Tandis que la pompe excite
la deuxième branche basse de polaritons en incidence normale, la sonde excite la
première branche basse de polaritons avec un angle non-nul, comme l’illustre la fi-
gure 5.4. Quand les conditions requises sont remplies, notamment quand la pompe
et la sonde sont suffisamment proches de l’énergie de l’exciton, un faisceau supplé-
mentaire est observé. Il a la même énergie que la pompe et la sonde, et son vec-
teur d’onde est le symétrique de celui de la sonde, par rapport au vecteur d’onde
de la pompe. On identifie ce faisceau au complémentaire produit par la diffusion
paramétrique des polaritons de pompe, stimulée par la présence des polaritons de
sonde. La figure 5.5 reproduit une image typique obtenue dans le plan de Fourier,
qui illustre la conservation du vecteur d’onde : le complémentaire (en bas à gauche
de la figure) est le symétrique de la sonde (en haut à droite) par rapport à la pompe
(au centre).
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FIGURE 5.4 – Dispersion de l’excitation pompe-sonde. Le schéma de gauche illustre
la symétrie de révolution de la dispersion. Ainsi la sonde est le complémentaire sont
situés sur un anneau d’égale énergie.
5.3.1 Conservation du vecteur d’onde
La conservation du vecteur d’onde impose que le complémentaire soit toujours
le symétrique de la sonde dans le plan de Fourier, par rapport à la pompe. C’est ce
qu’on vérifie en déplaçant la sonde sur l’anneau Rayleigh, comme l’illustre la figure
5.6. On peut aussi changer légèrement l’angle de la pompe au voisinage de l’inci-
dence normale, sans trop s’écarter pour que la pompe et le complémentaire restent
dans les modes de la structure. On observe alors également que le complémentaire
suit les déplacements de la pompe en restant le symétrique de la sonde.
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FIGURE 5.5 – (a) Image du processus pompe-sonde dans le plan de Fourier. La
pompe et la sonde sont de polarisations opposées. Le complémentaire est polarisé
comme la sonde, et un polariseur bloque la pompe, dont il ne reste que très peu
d’intensité sur cette image. (b) Pour référence, image du plan de Fourier quand seul
le faisceau de pompe excite la structure.
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FIGURE 5.6 – Images du processus pompe-sonde dans le plan de Fourier, dans des
conditions similaires à la figure 5.5, mais en déplaçant la sonde sur l’anneau Ray-
leigh. Le complémentaire “suit” la position de la sonde.
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5.4 Modèle hamiltonien
Nous comparerons les mesures expérimentales avec un modèle 1 construit à par-
tir du hamiltonien 1.58 présenté au chapitre 1, auquel on a rajouté la dépendance en
polarisation du potentiel d’interaction. On utilise donc le hamiltonien H =H0+Hint ,
où Hint décrit l’interaction entre excitons :
H0 =
∑
σ=±
~ω
(
p†pσppσ+p†sσpsσ+p†cσpcσ
)
(5.2)
Hint =
∑
σ=±
(
V1(q = 0)p†pσp†pσppσppσ
+V2(q = 0)p†pσp†p−σppσpp−σ
+V1(q = κ)(p†pσp†pσpsσpcσ+h.c.)
+V2(q = κ)(p†pσp†p−σpsσpc−σ+h.c.)
)
(5.3)
pp/s/c,σ sont respectivement les opérateurs annihilation pour la pompe, la sonde,
et le complémentaire, avec la polarisation circulaireσ=±. Dans notre configuration
dégénérée en énergie, ~ω= ~ωp = ~ωs = ~ωc est l’énergie d’un polariton pour tous
les modes.
V1 et V2 sont respectivement les potentiels d’interaction pour les canaux de dif-
fusion des polarisations co-circulaires et anti-circulaires. Les deux premiers termes
dans Hint correspondent à l’effet Kerr ou blueshift causé par l’interaction des po-
laritons de pompe entre eux, que nous présenté dans la partie 1.1.4 du chapitre 1.
Les deux derniers termes décrivent la diffusion paramétrique de deux polaritons de
pompe en un polariton sonde et un polariton complémentaire, respectivement en
conservant ou en inversant la polarisation circulaire. κ correspond à l’écart entre les
vecteurs d’onde de la pompe et de la sonde. Hint ne contient que les quatre canaux
d’interaction qui sont prépondérants dans notre configuration. Nous avons négligé
les termes d’effet Kerr croisé (du type p†pσp
†
pσpsσpsσ et p
†
pσp
†
pσpcσpcσ) ainsi que
tous les autres termes faisant intervenir la sonde et le complémentaire à des ordres
supérieurs.
Cet hamiltonien donne un ensemble d’équations différentielles couplées pour
les champs de polaritons stationnaires. Ces équations se résument au système li-
néaire M · v = S pour le vecteur v , complexe et dépendant du temps, défini par v =(
ps+, p∗c+, ps−, p∗c−
)
, et où M est :
M =

Ω V1(pp+)2 0 V2pp+pp−
V1(p∗p+)2 Ω∗ V2p∗p+p∗p− 0
0 V2pp+pp− Ω V1(pp−)2
V2p∗p+p∗p− 0 V1(p∗p−)2 Ω∗
 (5.4)
Dans M , on a utilisé Ω = (ω0+δω0−ω)− iγ, où ω0 est la pulsation des modes
sonde et complémentaire, δω0 prend en compte les éventuels blueshifts de la réso-
nance et ω0 est la pulsation du laser. Ainsi (ω0+δω0−ω) correspond au désaccord
entre le laser et les modes polaritoniques. Enfin γ est le taux de relaxation des pola-
ritons de la sonde et du complémentaire.
On étudie le comportement de l’intensité du complémentaire Ic = |pi+|2+|pi−|2
en inversant M , en utilisant un vecteur source S qui décrit une sonde polarisée ver-
1. Ce modèle a été écrit principalement par David Taj, post-doc au LPA au moment de cette thèse.
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ticalement, comme dans l’expérience : S = (1,0,1,0) et enfin une pompe polarisée
linéairement avec un angle θp : pp+ = e iθp , pp− = e−iθp .
Supposons enfin qu’on excite précisément à la résonance : Ω = −iγ. En cher-
chant les solutions du système pour des intensités de pompe loin sous le seuil d’os-
cillation, c’est-à-dire pour Ip petit, on trouve :
Ic ∝ Is I 2pV 21
(
1+
(
V2
V1
)2
+2V2
V1
cos(2θp )
)
(5.5)
Ainsi nous obtenons la dépendance de l’intensité du complémentaire avec la
puissance de pompe et de sonde, ainsi que la dépéndance avec θp qui peut nous
servir, comme nous le verrons plus loin, à extraire
V2
V1
.
5.5 Étude de l’intensité du complémentaire
Examinons expérimentalement la dépendance de l’intensité du complémentaire
avec les paramètres d’excitation.
5.5.1 Intensité du complémentaire en fonction de la puissance de
sonde
Tout d’abord, l’intensité du complémentaire en fonction de la puissance de sonde
est représentée sur la figure 5.7. Les autres paramètres de l’excitation sont fixés : le
désaccord laser-exciton est choisi à -2.5 meV, la puissance de pompe est de 50 mW
et la pompe et la sonde sont en polarisations croisées. Le modèle ci-dessus (5.5) pré-
voit une dépendance linéaire pour cette mesure :
Ic ∝ Is (5.6)
C’est effectivement ce que l’on observe dans l’expérience, jusqu’à une puissance
de sonde de 2 mW. Aux puissances de sonde plus grandes, l’intensité du complé-
mentaire sature. Ceci indique que l’efficacité de la diffusion paramétrique est limi-
tée, ce qui peut être justifié par la compétition avec d’autres processus, comme le
décalage des modes, la déplétion de la pompe (que nous avons pris en compte au
chapitre 3 par l’équation 3.21c), ou encore l’absorption croisée à 2 photons (un pho-
ton de la sonde et un photon de la pompe absorbé simultanément) [19].
5.5.2 Intensité du complémentaire en fonction de la puissance de
pompe
L’intensité du complémentaire en fonction de la puissance de pompe est repré-
sentée sur la figure 5.8. Dans cette mesure, la puissance de sonde est fixée à 2 mW, le
désaccord laser-exciton est de -2.8 meV et la pompe et la sonde sont en polarisations
croisées. Le modèle (5.5) prévoit une dépendance quadratique pour cette mesure :
Ic ∝ I 2p (5.7)
L’expérience donne effectivement une dépendance avec le carré de la puissance
de pompe jusqu’à 80 mW. Au delà de 80 mW, l’intensité du complémentaire décroit
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FIGURE 5.7 – Intensité du complémentaire en fonction de l’intensité de la sonde.
Les points sont les données expérimentales, la ligne continue est un fit linéaire aux
basses puissances correspondante au modèle hamiltonien.
dramatiquement, indiquant que la diffusion paramétrique s’arrête complètement.
Ceci peut être interprété par d’autres effets non-linéaires qui affectent la structure,
par exemple selon le scénario suivant : quand la puissance augmente, les branches
de polaritons s’élargissent et se décalent en énergie, le système se rapproche du ré-
gime de couplage faible, et ainsi le faisceau sonde sort de la résonance et ne peut
plus se coupler avec les modes de la structure.
5.5.3 Intensité du complémentaire en fonction du désaccord laser-
exciton
Terminons l’étude en puissance en examinant l’intensité du complémentaire en
fonction du désaccord δ = Elaser −Eexciton. La mesure est représentée sur la figure
5.9. Ici la puissance de pompe est fixée à 60 mW, la puissance de sonde à 2 mW, et
la pompe et la sonde sont toujours en polarisations croisées. L’enveloppe des don-
nées expérimentales prend la forme d’une courbe en cloche atteignant son maxi-
mum autour du désaccord nul. Pour des désaccords plus petits que -4 meV, le com-
plémentaire n’est plus visible. Les variations sous l’enveloppe de la figure 5.9 sont
interprétées comme des situations où l’excitation n’était pas optimale, notamment
dans la qualité de superposition des spots pompe et sonde, et du réglage précis de
leurs angles d’incidence.
Nous avons constaté que le processus a lieu pour les désaccords proches de zéro
dans le régime de couplage faible, où les faisceaux de pompe et de sonde excitent
la structure par les modes de cavités seulement faiblement couplés aux excitons.
Malgré tout, les excitons permettent toujours au processus non-linéaire d’avoir lieu.
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FIGURE 5.8 – Intensité du complémentaire en fonction de l’intensité de la pompe.
Les points sont les données expérimentales, la courbe continue est un fit quadra-
tique aux basses puissances correspondante au modèle hamiltonien.
Dans l’équation 5.5, les termes 2 dépendant directement du désaccord sont V1 et
V2. Notre situation expérimentale correspond à θp = pi
2
, ce qui donne Ic ∝ (V1−V2)2.
Or, chacun de ces potentiels dépend du désaccord au travers du coefficient de Hop-
field excitonique des polaritons : Vi ∝ X (δ)4, d’où on conclut finalement :
Ic ∝ X (δ)8 (5.8)
Sur la figure 5.9, on a reproduit un fit avec X (δ)8, qui est maximal au niveau de
l’exciton, et reproduit fidèlement la forme en cloche de l’enveloppe.
5.6 Étude en fonction de la polarisation pompe-sonde
Après avoir vérifié que le processus est bien d’origine paramétrique et que le
comportement en puissance du complémentaire peut être modélisé de manière sa-
tisfaisante par le hamiltonien 5.2, poursuivons en étudiant son comportement en
polarisation. Cela nous amènera finalement à mesurer le rapport
V2
V1
.
2. On pourrait ajouter que l’expérience est réalisée pour des intensités incidentes constantes, mais
pas pour des populations constantes. Or le modèle prévoit l’évolution des populations seulement, et la
relation entre les populations intracavité et les intensités incidentes dépend aussi du désaccord. Malgré
tout, comme le montre la suite, prendre seulement en compte la variation de V1 et V2 avec le désaccord
suffit à reproduire l’enveloppe des données expérimentales avec une précision satisfaisante.
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FIGURE 5.9 – Intensité du complémentaire en fonction du désaccord δ entre le laser
et l’exciton. Les points sont les données expérimentales, la courbe continue est un
fit avec aX (δ)8 où a est une constante.
5.6.1 Polarisation du complémentaire
La présence des deux canaux de polarisation, direct (V1) et croisé (V2), entraîne
un effet de rotation sur la polarisation du complémentaire. Au moins au plus bas
ordre en Ip , le modèle prévoit que le complémentaire soit le symétrique de la sonde
par rapport à la pompe, ce qui se traduit sur les angles de polarisation linéaire par :
θc −θp = θp −θs (5.9)
⇔ θc = 2θp −θs (5.10)
La figure 5.10 reproduit une série de mesures de l’angle du complémentaire alors
qu’on fait tourner l’angle de la pompe. Chaque point de cette figure est obtenu par
la méthode du polariseur tournant (voir annexe B). La puissance de pompe est fixée
à 60 mW, la puissance de sonde est fixée à 4 mW, et le désaccord laser-exciton est
de -2.6 meV. Ainsi, on trouve bien que l’angle du complémentaire varie comme θc =
2θp −θs .
5.6.2 Intensité du complémentaire
Enfin, la variation de l’intensité du complémentaire quand la polarisation de la
pompe tourne nous permet d’évaluer le rapport V2/V1. La figure 5.11 reproduit un
résultat de mesure avec notre montage. Les données d’intensité présentent deux
maxima de valeurs différentes pour les polarisations parallèles (0˚) et orthogonales
(90˚), ainsi qu’un minimum autour de 40˚.
Le minimum très marqué à 40˚ correspond à la réponse en polarisation du mon-
tage de visualisation, comprenant notamment le réseau du spectromètre derrière
182 Chapitre 5. Interaction entre polaritons résolue en polarisation
θ
c
(˚
)
180
90
θp (˚)
0 9020 40 60 8070503010
Sonde Pompe Compl.
0
FIGURE 5.10 – Angle θc de polarisation linéaire du complémentaire en fonction de la
polarisation de la pompe. La polarisation de la sonde est maintenue verticale pen-
dant que la polarisation de la pompe est tournée entre 0˚(parallèle à la sonde) et
90˚(perpendiculaire). Les points sont les données expérimentales, la droite conti-
nue est un fit pour θc = 2θp −θs .
lequel est placée la caméra CCD servant aux mesures d’intensités. Ce réseau, ainsi
que les lames séparatrices traversées par les faisceaux, sont sensibles à la direction
de polarisation linéaire du complémentaire, ainsi qu’à son léger caractère elliptique,
dû également aux lames séparatrices. On calibre séparément cette réponse en pola-
risation f (θc ) en fonction de trois paramètres expérimentaux :
– le rapport de la réponse du montage de visualisation en polarisation horizon-
tale sur la réponse en polarisation verticale : ρ = horizontalvertical = 0.068 (voir figure
2.9),
– un décalage constant des angles θ0 = -3.2˚, qui correspond à un décalage entre
la verticale telle qu’indiquée par le polariseur de référence, gradué, et la verti-
cale définie par la fente et le réseau du spectromètre,
– et enfin une composante elliptique représentée par un angleψ= 15˚(voir par-
tie 2.3.2 et annexe B).
On obtient la fonction d’appareil f (θc ) suivante, décrivant la réponse en polarisa-
tion :
f (θc )∝ cos2
(
ψsin(2(θc −θ0))
)
cos2 (2(θc −θ0))
+ sin2 (ψsin(2(θc −θ0)))sin2 (2(θc −θ0))
+ρ cos2 (ψsin(2(θc −θ0)))cos2 (2(θc −θ0)− pi
2
)
+ρ sin2 (ψsin(2(θc −θ0)))sin2 (2(θc −θ0)− pi
2
) (5.11)
La forme de f (θc ) (en pointillés sur la figure 5.11) décrit donc la présence du
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minimum à 40˚, mais reste à expliquer l’assymétrie entre 0 et 90˚. Le modèle hamil-
tonien 5.5 décrit précisément une telle assymétrie dès que l’on choisit V2 non nul.
On fait donc finalement un fit avec :
f (θc )
(
1+
(
V2
V1
)2
+2V2
V1
cos(2θp )
)
(5.12)
L’ajustement des paramètres nous donne finalement la valeur relative de V2 (va-
lable pour ce désaccord) :
V2 ≈−0.19V1 (5.13)
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FIGURE 5.11 – Intensité Ic du complémentaire en fonction de la polarisation de la
pompe, pour δ = −1.2 meV. La courbe continue est un fit tenant compte à la fois
des deux canaux de diffusion paramétrique et de la réponse du montage de visua-
lisation, selon l’équation 5.12, avec notamment V2/V1 = −0.19. La courbe en poin-
tillés donne uniquement la variation due au montage de visualisation, en prenant
V2/V1 = 0. Enfin, la courbe en tirets donne uniquement la variation due aux deux
canaux de diffusion paramétrique, en prenant ρ = 0, ψ= 0.
Une autre façon de procéder est de normaliser les données par la fonction d’ap-
pareil. La figure 5.12 reproduit les données expérimentales de l’intensité du com-
plémentaire normalisées par f (θc ) qui, d’après notre modèle, sont à ajuster avec
l’équation 1+(V2/V1)2+2V2/V1 cos(2θp ). Cette équation ne contient plus qu’un seul
paramètre, V2/V1.
5.6.3 Étude de V2/V1 en fonction du désaccord
Alors que le rapport V2/V1 est souvent considéré indépendant du désaccord dans
l’interprétation des expériences en microcavités. Pourtant la valeur précise de ce
rapport influe sur les phénomènes non-linéaires observables [4]. Nous avons donc
réalisé un ensemble de mesures en faisant varier le désaccord laser-exciton entre -2
meV et +5 meV. La figure 5.13 reproduit les résultats expérimentaux obtenus. Nous
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FIGURE 5.12 – Intensité Ic du complémentaire normalisée à la réponse du montage
de visualisation f (θc ), en fonction de la polarisation de la pompe, pour δ = −1.2
meV. La courbe continue est un fit tenant compte des deux canaux de diffusion pa-
ramétrique selon l’équation 1+
(
V2
V1
)2+2 V2V1 cos(2θp ), avec V2/V1 =−0.19.
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FIGURE 5.13 – Rapport V2/V1 mesuré sur une gamme de désaccord laser-exciton. Le
carré () correspond à la série de mesure représentée sur les figures 5.11 et 5.12. La
ligne continue est un guide visuel illustrant la variation globale de ce rapport.
trouvons que le rapport V2/V1 augmente progressivement de -0.2 à 0 environ sur
cette gamme de désaccords.
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Cet intervalle de valeurs est en bon accord avec l’estimation réalisée par KAVO-
KIN et al. [20], qui ont obtenu V2 ≈−0.04V1 à un désaccord cavité-exciton de 0 meV
dans un échantillon de microcavité simple contenant un unique puits (à peu près
équivalent à un désaccord laser-exciton δ de -2 meV dans notre échantillon). La ré-
férence [9] indique un rapport V2 ≈−0.08V1 à un désaccord cavité-exciton nul, avec
un accord encore meilleur avec nos mesures.
Les données que nous avons présentées sont complémentaires de celles obte-
nues dans le travail concomitant de VLADIMIROVA et al. [18], dont on reproduit le
résultat sur la référence 5.14. Ce travail indique que V2/V1 diminue progressivement
de 0 jusqu’à -1 pour des désaccords cavité-exciton allant de -3 à 0 meV, c’est-à-dire
(étant donné le splitting de Rabi) pour des désaccords laser-exciton δ allant environ
de -4 à -1.2 meV. Pour les désaccords supérieurs, V2/V1 remonte vers 0, mais les me-
sures sont très dispersées. C’est dans cette gamme de désaccords et au-delà que la
méthode présentée dans ce chapitre 5 nous renseigne, en indiquant que V2/V1 aug-
mente progressivement de -0.2 à 0.0. La méthode que nous utilisons est, selon nous,
une méthode expérimentalement simple, pratique, et précise d’évaluer le rapport
V2/V1 sur une large gamme de paramètres.
( )
FIGURE 5.14 – Figure extraite de la référence [18]. La légende dans l’article est celle-
ci : “FIG. 4. (b) Ratio between polariton interaction constants averaged over three
different powers”. Le désaccord en abscisse correspond à l’écart cavité-exciton, ce
qui correspond approximativement à des désaccords laser-exciton δ allant envi-
ron de -4 à -1.2 meV dans nos expériences. Les données présentées dans la figure
5.13 sont complémentaires de celles de la présente figure, pour les désaccords plus
grands.
5.6.4 Conséquences des valeurs de V2/V1 obtenues
Dans le processus de diffusion paramétrique, qui conduit à l’oscillation para-
métrique, le terme de gain est proportionnel à V1+V2 dans le cas où la polarisation
linéaire est conservée, et à V1−V2 dans le cas où la polarisation linéaire est inver-
sée. Ainsi, puisque nous avons trouvé que V2 est négatif et plus petit que V1 sur la
gamme de désaccords étudiée, c’est donc dans la configuration où la polarisation
linéaire est inversée que l’oscillation paramétrique aura lieu. Ceci correspond aux
observations expérimentales [21–23]. Vue l’évolution de V2, cette sélectivité en po-
larisation sera d’autant plus marquée que l’énergie d’excitation est très inférieure à
186 Chapitre 5. Interaction entre polaritons résolue en polarisation
celle de l’exciton.
Conclusion
Dans ce chapitre 5, nous avons donc étudié le processus de diffusion paramé-
trique dégénéré en énergie dans une microcavité triple. Un faisceau de pompe est
diffusé par une sonde vers un fasceau complémentaire de même énergie et respec-
tant la conservation du vecteur d’onde. Le comportement de ce complémentaire,
autant en puissance qu’en polarisation, correspond à un modèle simple d’inter-
action entre polaritons. Ceci nous permet de mesurer la valeur relative des poten-
tiels d’interaction V1 et V2 qui conservent ou inversent la polarisation circulaire. La
méthode présentée est précise et pratique. Nous avons étudié le rapport V2/V1 sur
un large gamme de désaccords, complétant ainsi d’autres mesures très récentes et
les étendant sur des gammes de désaccord inexplorées. Ces informations sont pré-
cieuses pour l’étude des phénomènes non-linéaires dans les microcavités.
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Conclusion générale
Nous avons étudié dans cette thèse deux approches de structuration des micro-
cavités visant à contourner les restrictions imposées dans les microcavités planaires
pour l’observation de phénomènes paramétriques. Les deux approches, la gravure
latérale et le couplage de plusieurs cavités, nous permettent d’observer les proces-
sus paramétriques en pompant en incidence normale, ce qui permet d’envisager la
fabrication d’un dispositif intégré. La génération paramétrique n’est plus limitée au
régime de couplage fort, ce qui relâche les contraintes en température de fonction-
nement. Les faisceaux générés peuvent être tout à fait dégénérés en énergie, ce qui
est favorable à l’observation des corrélations d’intensité sur les champs lumineux
sortants.
Dans la première approche de structuration présentée au chapitre 3, nous avons
étudié des microcavités gravées en forme de fils. La gravure crée un confinement
latéral de la lumière, qui conduit à une quantification et à l’apparition d’une col-
lection de modes de polaritons. De plus, l’anisotropie des fils lève la dégérescence
en polarisation de chaque branche. Nous avons montré dans ces fils photoniques
l’existence de l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie, et inversant la pola-
risation. Le comportement spectral indique sans ambiguité que l’énergie et le vec-
teur d’onde dans le plan des couches sont conservés, ce qui caractérise le méca-
nisme paramétrique et son accord de phase. Nous avons mesuré le comportement
en puissance de l’émission non-linéaire et nous l’avons confronté avec succès avec
un modèle où les polaritons de la pompe, du signal et du complémentaire sont cou-
plés non-linéairement, en parfaite analogie avec un milieu optique non-linéaire en
χ(3). Nous avons enfin mesuré les fluctuations d’intensité des faisceaux générés et
étudié les corrélations. Le modèle de polaritons en interaction prédit l’existence de
corrélations quantiques entre les fluctuations du signal et du complémentaire dans
le cas idéal, que nous n’observons pas en pratique à cause d’un fort excès de bruit
sur chaque faisceau. La comparaison avec le modèle indique que cet excès de bruit
trouve sa source dans le réservoir excitonique associé à chaque mode, plutôt qu’à
un déséquilibre en intensité. Ceci valide l’approche de structuration pour obtenir
des faisceaux équilibrés. À ce stade, nous sommes amenés à conclure que l’origine
de ces excès de bruit doit être approfondie pour pouvoir être maîtrisée et obtenir
une source de photons jumeaux.
La seconde approche de structuration que nous étudions est le couplage de plu-
sieurs microcavités planaires empilées. La transmission non-nulle du miroir inter-
médiaire permet l’apparition de modes délocalisés sur toute la structure. Comme
dans les fils, ces modes supplémentaires permettent d’observer la génération para-
métrique dégénérée en énergie, en pompant en incidence normale.
Au chapitre 4, nous avons présenté l’étude de l’oscillation paramétrique dans les
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microcavités couplées. Nous avons montré l’existence de l’oscillation paramétrique
dégénérée en énergie à basse température, et validé son caractère paramétrique par
des mesures de corrélations. Puis nous avons procédé à l’analyse d’une microca-
vité couplée conçue pour la génération paramétrique optique à température am-
biante. Un échantillon prototype de microcavité double nous a permis d’étudier les
propriétés spectrales d’une telle structure, et en particulier le comportement non-
linéaire de l’exciton. À partir de ces mesures, nous avons modélisé la non-linéarité
de l’exciton en nous appuyant sur un modèle de système à deux niveaux. Dans ce
cadre, la non-linéarité provient de la saturation de la transition excitonique. Ce mo-
dèle nous a permis d’interpréter les mesures réalisées en excitation résonnante. Fi-
nalement, à la lumière de ce modèle, nous avons examiné les conditions nécessaires
à l’observation du régime d’oscillation paramétrique, en nous efforçant de prévoir
les caractéristiques de l’échantillon qui permettra de les atteindre. Un échantillon
contenant notamment un plus grand nombre de puits quantiques devrait satisfaire
les conditions que nous avons identifiées.
Enfin, nous avons présenté une étude détaillée du comportement en polarisa-
tion de la diffusion paramétrique dégénérée en énergie dans une microcavité pla-
naire triple. Un faisceau de pompe est diffusé par une sonde vers un complémen-
taire de même énergie et respectant la conservation du vecteur d’onde. Le compor-
tement de ce complémentaire, autant en puissance qu’en polarisation, correspond à
un modèle simple d’interaction entre polaritons, analogue à un milieu optique non-
linéaire en χ(3). Les mesures de l’efficacité de la diffusion paramétrique nous per-
mettent d’évaluer le rapport des potentiels d’interaction V1 et V2 entre polaritons de
polarisations circulaires identiques ou opposées, respectivement. L’estimation des
valeurs relatives de ces potentiels est une clé de la compréhension des mécanismes
fondamentaux ayant lieu entre polaritons. La méthode d’estimation que nous avons
présenté est précise et pratique. Elle nous a permis d’étudier le rapport V2/V1 sur un
large gamme de désaccords, complétant ainsi d’autres mesures très récentes et les
étendant sur des gammes de désaccord inexplorées.
Ainsi, les microcavités structurées par gravure ou par couplage sont promet-
teuses pour ce qui est d’obtenir une source compacte réalisant l’oscillation para-
métrique optique générant des photons jumeaux. À court terme, les recherches qui
prolongeront ce travail pourront valider les prévisions concernant le fonctionne-
ment à température ambiante. Un tel oscillateur paramétrique pourrait être asso-
cié à un dispositif d’injection électrique pour réaliser un oscillateur tout-intégré, ce
qui constitue un projet intéressant. Approfondir l’origine des sources de bruit est
aussi un projet tout à fait exaltant, qui demandera certainement d’affiner les élé-
ments pris en compte dans le modèle de l’interaction entre polaritons, et les me-
sures correspondantes. À terme, on peut envisager de maîtriser ces sources de bruit
pour contrôler l’existence du régime quantique sur les faisceaux générés.
Annexe A
Effets des pertes sur les
corrélations entre deux
faisceaux
Dans cette annexe, nous montrons comment les pertes optiques sur deux fais-
ceaux “dégradent” les corrélations d’intensité entre ces faisceaux. Nous montrons
particulièrement que des pertes déséquilibrées sont très défavorables.
Considérons par exemple deux faisceaux d’intensités moyennes I1 et I2. On note
S1 et S2 leurs spectres de bruit normalisés au bruit quantique standard (on omet la
dépendance en fréquence des spectres par soucis de clarté). Le spectre de bruit de
la différence d’intensité, également normalisé au bruit quantique standard, vaut :
S I2−I1 =
I1S1+ I2S2−2
p
I1I2ℜ(S I1 I2 )
I1+ I2
(A.1)
= I1(1+Q1)+ I2(1+Q2)−2
p
I1I2ℜ(S I1 I2 )
I1+ I2
(A.2)
où le terme S I1 I2 est la transformée de Fourier de la corrélation C I1 I2 .
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1
FIGURE A.1 – Pertes sur une paire de faisceaux corrélées, représentées par des trans-
missions T1,2.
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Après des pertes représentées par des coefficients de transmission T1,2 (figure
A.1), le spectre de bruit normalisé devient :
SpI2−I1 =
T1I1(1+T1Q1)+T2I2(1+T2Q2)−2T1T2
p
I1I2ℜ(S I1 I2 )
T1I1+T2I2
(A.3)
On note que, dans les deux premiers termes, la contribution de chaque faisceau
individuel se rapproche du bruit quantique standard. Mais on note également que le
terme de corrélations entre les spectres, proportionnel àℜ(S I1 I2 ), se retrouve affecté
d’un coefficient T1T2. Ce terme non seulement dégrade la corrélation dès que T1 et
T2 sont plus petits que 1, mais les dégrade d’autant plus que T1 et T2 ne sont pas
égaux.
Pour concrétiser ces remarques, considérons le cas particulier où, avant les pertes,
les faisceaux sont équilibrés en intensité moyenne (I1 = I2 = I ), équilibrés en bruit
individuels (S1 = S2 = S) et parfaitement quantiquement corrélés (S I2−I1 = 0). Le
spectre normalisé après pertes dépend de trois paramètres : S, T1 et T2. Il s’écrit :
SpI2−I1 =
T1(1+T1Q)+T2(1+T2Q)−2T1T2S
(T1+T2)
(A.4)
Supposons tout d’abord que les pertes sont équilibrées : T1 = T2 = T . Alors le
spectre devient : (
SpI2−I1
)
T1=T2=T
= 1−T (A.5)
Si T = 1, on retrouve la corrélation quantique parfaite, mais à l’opposé si T → 0,
le spectre tend linéairement vers le bruit quantique standard. La figure A.2 illustre
ce comportement.
Supposons maintenant que les pertes ne sont plus équilibrées. Prenons le cas
extrême où il n’y a des pertes que sur le faisceau 1 : T2 = 1, T1 ≤ 1. Dans ce cas, le
spectre devient : (
SpI2−I1
)
T1≤1,T2=1
= 1−T1
1+T1
(1+ (1−T1)Q) (A.6)
Si T1 = 1, on retrouve encore logiquement la corrélation quantique parfaite. Par
contre, dès que T1 < 1, le spectre de la différence d’intensité est pollué par le bruit
du faisceau individuel décrit par le facteur de Mandel Q = S−1. Il n’est pas rare que
Q soit très grand devant 1, c’est le cas par exemple dans les mesures sur les fils pho-
toniques au chapitre 3. Dans ce cas, un déséquilibre sur les pertes est dramatique
pour la mesure de corrélations entre deux faisceaux. La figure A.2 illustre ce com-
portement avec Q = 100. Dans cet exemple, dès que T1 < 0.87, le spectre de bruit
mesuré devient plus grand que le bruit quantique standard.
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FIGURE A.2 – Spectres de bruit en présence de pertes, représentées par une trans-
mittivité inférieure à 1 sur les deux faisceaux, ou un seul des deux faisceaux, avec
Q=100.
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Annexe B
Calibration de la polarisation
d’excitation
Dans cette annexe, nous présentons brièvement une mesure de l’état de pola-
risation d’un faisceau, qui nous permet d’estimer l’angle de polarisation linéaire,
et la légère composante elliptique des faisceaux. La prise en compte de cette com-
posante elliptique est importante dans l’interprétation des résultats du chapitre 5
où nous étudions le comportement en polarisation du processus de diffusion pa-
ramétrique. En sortie du laser MIRA, le faisceau est polarisé horizontalement. Après
l’isolateur de Faraday, la polarisation est toujours linéaire, mais tournée de 45˚. Pour
différentes séries de mesures, on utilise simplement des lames demi-onde ou quart
d’onde adaptées aux longueurs d’onde de travail pour modifier l’état de polarisation
du faisceau. Changer l’état de polarisation du faisceau modifie aussi les coefficients
de Fresnel de réflexion et de transmission des lames séparatrices traversées, ce qui
fait qu’on ne peut pas obtienir arbitrairement n’importe quelle polarisation linéaire :
en pratique le faisceau d’excitation est généralement dans une une polarisation lé-
gèrement elliptique.
Nous présentons dans la figure B.1 un exemple de calibration précise pour le
faisceau de pompe juste avant l’échantillon, alors que la polarisation de ce faisceau
est globalement linéaire, inclinée à 45˚. On utilise la méthode usuelle du polariseur
tournant. On peut montrer que la mesure de l’intensité transmise en fonction de
l’angle du polariseur s’écrit :
cos(ψ)2 cos(θ−α)2+ sin(ψ)2 sin(θ−α)2 (B.1)
où α désigne l’angle que fait le grand-axe de l’ellipse avec l’horizontale et ψ l’angle
dont la tangente vaut le rapport du petit-axe sur le grand-axe de l’ellipse. ψ ca-
ractérise le degré d’ellipticité, α désigne la direction globale de l’ellipse. Dans cet
exemple, nous cherchions à obtenir une polarisation la plus proche d’une polarisa-
tion linéaire orientée à - 45˚, et nous avons obtenu une polarisation elliptique avec
les angles α= - 44.4˚ et ψ= 18.6˚.
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Données
Fit polarisation linéaire : α= -44,2˚
Fit polarisation elliptique : α=-44,4˚,Ψ= 18,6˚
FIGURE B.1 – Calibration de la polarisation de la pompe en amont de l’échantillon,
avec la méthode du polariseur tournant. Dans cet exemple, nous cherchions à ob-
tenir une polarisation la plus proche d’une polarisation linéaire orientée à - 45˚, et
nosu avons obtenu une polarisation elliptique avec les angles α = - 44.4˚ et ψ =
18.6˚.
Annexe C
Calibration des dispersions
Dans cette annexe, nous présentons les relations géométriques qui permettent
de calibrer l’échelle angulaire sur les dispersions obtenues avec le spectromètre.
Toutes les relations s’appliquent à une cavité sans puits quantiques (en pratique,
ceci correspond à se placer à un désaccord avec l’exciton très grand).
C.1 Relation de passage entre la microcavité et l’exté-
rieur
L’énergie E est conservée en sortant de la cavité :
E = ~ckc
nc
(C.1)
= ~ck0
n0
(C.2)
où kc et nc sont le vecteur d’onde et l’indice dans la cavité, et k0 et n0 sont les mêmes
quantités à l’extérieur de l’échantillon.
On en déduit en particulier une équation de conservation de l’énergie :
kc
nc
= k0
n0
(C.3)
Dans la cavité, il y a la quantification du vecteur d’onde kc⊥, ce qui permet d’écrire
la dispersion de E en fonction de l’énergie E0 en incidence normale, et de l’angle θc
que fait le vecteur d’onde kc avec la normale :
E = ~c
nc
√
k2c⊥+k2c (C.4)
= ~c
nc
kc⊥
√√√√1+(kc
kc⊥
)2
(C.5)
= E0
√√√√1+(kc
kc⊥
)2
(C.6)
= E0
√
1+ tan(θc )2 (C.7)
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Notons qu’à l’extérieur de la cavité,
~c
n0
k0⊥ 6= E0. En effet, la quantification n’est
valable que pour le vecteur d’onde kc⊥, mais pas pas k0⊥ !
Enfin, la loi de Snell-Descartes donne une loi de conservation pour les vecteurs
d’onde dans le plan des couches :
nc sin(θc )= n0 sin(θ0) (C.8)
⇔ nc
kc
kc
= n0
k0
k0
(C.9)
⇔ kc = k0 = k (C.10)
C.2 Calibration de la caméra
L’ordonnée de l’image acquise par la caméra dans le plan de Fourier correspond
à tan(θ0) =
k
k0⊥
. On veut calibrer cet axe en utilisant la dispersion d’une cavité nue
E(tan(θ0).
Partons de l’équation C.7, reproduite ci-dessous :
E = E0
√√√√1+( k
kc⊥
)2
(C.11)
À partir de l’équation C.3, nous déduison :(
k
kc⊥
)2
=
((
nc
n0
)2
(tan(θ0)
−2+1)−1
)−1
(C.12)
En insérant ce résultat dans l’équation C.11, on trouve finalement :
E = E0
√√√√√√ 1+ tan(θ0)
2
1+
(
1−
(
n0
nc
)2)
tan(θ0)2
(C.13)
Dans cette équation, nc est fixé par la composition de l’échantillon et est donc
connu. Étant donnée la dispersion expérimentale d’une cavité nue, E0 est un para-
mètre ajustable, tout comme les deux paramètresα etβ de la relation affine qui relie
l’index i de l’ordonnée du pixel de la caméra avec tan(θ0) : tan(θ0)=α+βi .
C.3 Autres ordonnées
L’échelle naturelle de l’image du plan de Fourier est tan(θ0).
Expérimentalement, l’ouverture numérique du système de visualisation donne
accès à | tan(θ0)|. 0.3. On fait donc l’approximation correspondante tan(θ0)¿ 1, ce
qui donne tan(θ0)∼ θ0. On peut donc donner directement une échelle satisfaisante
en θ0.
On veut aussi disposer d’une échelle en k. La transformation est la suivante :
k = k0
√
tan(θ0)2
1+ tan(θ0)2
(C.14)
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On utilise tan(θ0) ¿ 1 pour linéariser la racine carré. tan(θ0) ¿ 1 donne égale-
ment k0 ∼ n0E0
hc
, ce qui permet d’estimer k par l’expression suivante, linéaire :
k = n0E0hc tan(θ0) (C.15)
Les échelles angulaires des dispersions expérimentales ou des images du plan de
Fourier présentées dans ce manuscrit de thèse ont été calibrées par cette méthode.
200 Annexe C. Calibration des dispersions
Annexe D
Changement de base dans le
modèle de polaritons en
interaction
Au chapitre 3, nous avons établi le système d’équations qui décrit l’évolution
couplée des fluctuations des opérateurs de polaritons pompe, signal et complémen-
taire. Ce système s’écrit matriciellement (équation 3.35) :
d
d t

δps
δp†s
δpc
δp†c
δpp
δp†p
=M

δps
δp†s
δpc
δp†c
δpp
δp†p
+

δP ins
δP ins
†
δP inc
δP inc
†
δP inp
δP inp
†

Plutôt que les opérateurs complexes, nous souhaitons étudier les quadratures
αk et βk (équations 3.39) :
αk =
1
2
(δpk +δp†k )
βk =
1
2i
(δpk −δp†k )
Pour cela, nous définissons la matrice P qui permet de passer de la base des
fluctuations complexes des champs à la base des fluctuations sur les axes réels et
imaginaires : 
δαs
δβs
δαc
δβc
δαp
δβp
= P

δps
δp†s
δpc
δp†c
δpp
δp†p
 (D.1)
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P s’écrit :
P = 1
2

1 1 0 0 0 0
1
i
−1
i
0 0 0 0
0 0 1 1 0 0
0 0
1
i
−1
i
0 0
0 0 0 0 1 1
0 0 0 0
1
i
−1
i

(D.2)
L’évolution des quadratures réelles et imaginaires correspond alors au système
suivant :
d
d t

δαs
δβs
δαc
δβc
δαp
δβp
= P MP
−1

δαs
δβs
δαc
δβc
δαp
δβp
+

δαins
δβins
δαinc
δβinc
δαinp
δβinp
 (D.3)
Enfin, on résoud ce système dans l’espace de Fourier 1, oùδαk (t )=
∫
δαk (ω)e
iωt dω,
ω est la fréquence d’analyse et I est la matrice identité :
δαs (ω)
δβs (ω)
δαc (ω)
δβc (ω)
δαp (ω)
δβp (ω)
=
(
iωI −P MP−1)−1

δαins (ω)
δβins (ω)
δαinc (ω)
δβinc (ω)
δαinp (ω)
δβinp (ω)
 (D.4)
Résoudre le système se résume donc à inverser iωI −P MP−1. Les résultats nu-
mériques sont présentés dans la partie 3.7.4.
1. On peut faire une transformée de Fourier à ce stade parce que les αk et βk dans ce système sont
des grandeurs réelles. Ce n’est pas le cas des δpk , ce qui interdit de passer dans l’espace de Fourier direc-
tement dans le système 3.34.

TIMOTHÉE LECOMTE
Microcavités semiconductrices structurées pour la génération paramé-
trique optique
Résumé :
Cette thèse est consacrée aux phénomènes paramétriques optiques dans
les microcavités de semiconducteurs structurées. Les non-linéarités des exci-
tons des puits quantiques, associées au confinement optique, permettent d’ob-
server des processus paramétriques sous excitation résonnante. Dans le régime
d’oscillation, un couple de faisceaux est généré, dont les corrélations d’inten-
sité sont potentiellement quantiques.
Dans les cavités planaires, les conditions d’oscillation (angle de pompage,
couplage fort) sont restrictives, et les corrélations sont limitées par le déséqui-
libre en intensité des faisceaux produits.
Nous étudions deux approches de structuration pour lever ces restrictions.
Dans la première, des microcavités sont gravées en fils. Le confinement latéral
fait apparaître une collection de modes. Nous montrons dans ces fils l’existence
de l’oscillation paramétrique dégénérée en énergie et mesurons les corrélations
d’intensité des faisceaux générés. Les observations sont confrontées quantita-
tivement à un modèle de polaritons en interaction.
Dans la seconde approche, nous étudions des microcavités couplées. Les
modes sont délocalisés sur les multiples cavités. Nous présentons l’oscillation
paramétrique à basse température. Puis nous analysons un échantillon conçu
pour la génération paramétrique à température ambiante. L’étude spectrale va-
lide un modèle de système à 2 niveaux, utilisé pour prévoir les conditions d’ob-
servation du régime d’oscillation. Enfin, nous présentons une étude en polari-
sation de la génération paramétrique. Nous mesurons, sur une large gamme de
paramètres, le rapport des potentiels d’interaction entre excitons qui conservent
ou non la polarisation.
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